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Mnemosyne
Ein Zeichen sind wir, deutungslos
Schmerzlos sind wir und haben fast
Die Sprache in der Fremde verloren.
Wenn nemlich u¨ber Menschen
Ein Streit ist an dem Himmel und gewaltig
Die Monde gehn, so redet
Das Meer auch und Stro¨me mu¨ssen
Den Pfad sich suchen. Zweifellos
Ist aber Einer. Der
Kann ta¨glich es a¨ndern. Kaum bedarf er
Gesetz. Und es to¨net das Blatt und Eichba¨ume wehn dann neben
Den Firnen. Denn nicht vermo¨gen
Die Himmlischen alles. Nemlich es reichen
Die Sterblichen eh’an den Abgrund. Also wendet es sich, das Echo
Mit diesen. Lang ist
Die Zeit, es ereignet sich aber
Das Wahre.
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Zusammenfassung
Wir untersuchen Streuung in nichtperturbativer Quantenchromodynamik (QCD) fu¨r große
invariante Schwerpunktenergie
√
s. Unserer Analyse zugrunde liegt das Modell des Stochas-
tischen Vakuums (MSV) von Dosch und Simonov und die nichtperturbative s→∞-asymp-
totische Formel Nachtmanns fu¨r die Streuung zweier Wegner-Wilson-Loops. Wir argumen-
tieren, daß die Gu¨ltigkeit der Formel hin zu großen aber endlichen Werten von s erweitert
werden kann dadurch, daß die urspru¨nglichen nahezu lichtartigen Loops nicht ersetzt werden
durch ihre exakt lichtartigen Limites. Die T -Amplitude ha¨ngt daher ab von s u¨ber den kine-
matischen Faktor hinaus. Diese s-Abha¨ngigkeit wird explizit berechnet. Wir fu¨hren abschlie-
ßend durch die analytische Fortsetzung in Euklidische Raumzeit und machen auf diese Weise
Hochenergiestreuung zuga¨nglich Euklidischen Theorien wie QCD als Gittereichtheorie.
Auf Basis der s→∞-asymptotischen Formel berechnen wir ferner exklusive Photo-
und Leptoproduktion von Vektormesonen am Proton: γ(∗)p→V p, – fu¨r V ≡ρ(770), ω(782),
φ(1020), J/ψ(3097) und ρ(1450), ρ(1700). Wesentlich zugrunde liegt die zu verschwindenden
Virtualita¨tenQ hin universalisierte Photon-Lichtkegelwellenfunktion der Lichtkegelsto¨rungs-
theorie (LCPT) und entsprechend modellierte Wellenfunktionen fu¨r die Vektormesonen. Wir
verifizieren den MSV-spezifischen Mechanismus der Ausbildung wechselwirkender gluoni-
scher Strings zwischen den Quark-Konstitueneten.
High-energy scattering in the
nonperturbative vacuum of Quantum Chromodynamics
Abstract
We consider scattering in nonperturbative Quantum Chromodynamics (QCD) for large in-
variant centre of mass energy
√
s. Our analysis is based upon the Stochastic Vacuum
Model (SVM) of Dosch and Simonov and on the nonperturbative s→∞-asymptotic formula
of Nachtmann for the scattering of two Wegner Wilson loops. We argue, that its validity can
be expanded to large but finite values of s by not substituting the initial near light-like loops
for their exact light-like limits. Thus, the T -amplitude depends on s beyond the kinematical
factor. This s-dependence is explicitly calculated. We conclude performing the analytical
continuation to Euclidean spacetime and in that way make accessible high-energy scattering
to Euclidean theories such as QCD lattice gauge theory.
Based upon the s→∞-asymptotic formula, we further calculate exclusive photo- and lep-
toproduction of a vectormeson at the proton: γ(∗)p→V p, – for V ≡ρ(770), ω(782), φ(1020),
J/ψ(3097) and ρ(1450), ρ(1700). Essential entities are the photon light-cone wave function
of light-cone perturbation theory (LCPT) universalised to vanishing virtualities Q and wave
functions for the vectormesons modelled accordingly. We verify the SVM-specific mechanism
of formation of interacting gluonic strings between the quark constituents.
Notation
Griechische Indizes µ, ν, ρ, σ, . . . beziehen sich auf die Raumzeit-Koordinaten, i.a. 0, 1, 2, 3.
Lateinische Indizes i, j, k, . . . beziehen sich auf die raumartigen Koordinaten, i.a. 1, 2, 3.
Vektoren sind definiert als Spalten kontravarianter Komponenten.
Vektoren der Raumzeit sind bezeichnet mit dem Buchstaben an sich: x.
Karthesische Dreier-Vektoren sind bezeichnet durch einen Pfeil: ~x.
Kartesische (Zweier-)Vektoren, in denen gestrichen sind die longitudinalen Komponenten
(i.a. mit Indizes 0, 3), sind bezeichnet als transversal und notiert in geradem Fettdruck: x.
Zeitartige Komponenten der Raumzeit gehen in die Signatur derer Metrik ein mit +1, raum-
artige Komponenten mit −1.
Dirac-Indizes werden i.a. nicht notiert, wenn doch durch griechische Buchstaben α, β, γ, δ, . . .
Griechische Indizes α, β, γ, δ, . . . bezeichnen i.a. die Matrixindizes einer nicht spezifizierten,
beliebigen Darstellung R der Eichgruppe.
Lateinische Indizes a, b, c, d, . . . nummerieren die Generatoren einer beliebigen Darstellung
der Eichgruppe oder bezeichnen die Matrixindizes der adjungierten Darstellung A.
Lateinische Indizes m, n, . . . bezeichnen die Matrixindizes der fundamentalen Darstellung F
der Eichgruppe.
U¨ber doppelt auftretende Indizes wird summiert, wenn nicht ausdru¨cklich anders vereinbart.
Wir arbeiten in Einheiten, in denen das Plancksche Wirkungsquantum geteilt durch Zwei Pi
und die Vakuum-Lichtgeschwindigkeit identisch Eins sind: ~≡c≡1. Es existiert nur eine Di-
mension, o.E.d.A. die der Energie, gemessen in GeV. Mit ~=6.582 118 89 (26)·10−25 GeV s,
c=299 792 458 m s−1 und e=1.602 176 462 (63)·10−19 C gelten die Umrechnungsfaktoren:
(1GeV)/c2=1.782 661 731 (70)·10−27 kg, (1GeV)−1~c=0.197 326 960 2 (77) fm.
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Einfu¨hrung: Quantenchromodynamik
Nach heutigem Versta¨ndnis der Physik gibt es vier fundamentale Wechselwirkungen, u¨ber
die Materie miteinander in Beziehung tritt. Grundlegendes Versta¨ndnis dieser Wechselwir-
kungen auf Basis fundamentaler Prinzipe impliziert notwendig ihr Versta¨ndnis auf Quan-
tenniveau: auf Niveau ihrer fundamentalen Elementarteilchen. Mit dem Standardmodell der
Elementarteilchenphysik (SM) verfu¨gt die Physik u¨ber eine Theorie in diesem Sinne, die
alle beobachteten Pha¨nomene – nicht eingeschlossen die Gravitationswechselwirkung0.1 – in
beeindruckender Weise beschreibt. Wir verweisen allgemein auf Ref. [147] und wenden uns
unmittelbar dem Sektor des SM zu, auf den im wesentlichen sich unsere Arbeit bezieht: dem
Sektor der Starken Wechselwirkung, der Quantenchromodynamik (QCD).
Die QCD des SM0.2 ist mathematisch in das Konzept der Lagrange’schen Quantenfeld-
theorie gefaßt, Refn. [38, 114, 123, 147, 224, 240]. In diesem Rahmen bedeutet das zugrunde-
liegende Bild vonWechselwirkung vermittels des Austauschs von Teilchen die Kopplung von
Quantenfeldern untereinander und gegebenenfalls an sich selbst. Eine renormierbare Quan-
tenfeldtheorie ist – bei Angabe eines Regularisierungs- und Renormierungsschemas und von
Zahlenwerten fu¨r dessen Parameter – vollsta¨ndig bestimmt durch ihr Wirkungs-Funktional,
das gegeben ist als das d≡4-dimensionale Raumzeit-Integral ihrer Lagrangedichte L(x), die
Funktional ist der fundamentalen Quantenfelder der Theorie. Die Lagrangedichte ist allge-
mein bereits dadurch wesentlich in ihrer Struktur eingeschra¨nkt, daß fu¨r dxL(x) Symmetrien,
cum grano salis Invarianzen gefordert werden, die in der Natur realisierten
”
Symmetrien“
entsprechen. Zusa¨tzlich wird gefordert vor dem Hintergrund der Newtonschen Axiome, daß
nicht ho¨here als zweite Ableitungen auftreten. Das Prinzip, ausgehend von fundamentalen
”
Symmetrien“ zu grundlegenden Theorien zu gelangen, ist wichtiges Konzept der Elementar-
teilchenphysik. Wir tragen seiner Bedeutung im besonderen fu¨r unsere Arbeit Rechnung und
gehen zuna¨chst ein auf die Invarianzen, die der Lagrangedichte der QCD inha¨rent sind.
0.1Konsequenz der kleinen Newtonschen Gravitationskonstanten G=6.707·10−39 ~c(GeV/c2)−2 ist die schwa-
che Kopplung des Gravitons. Quanteneffekte manifestieren sich signifikant auf der Skala der Planck-Masse
mPl=
√
~c/G=1.221·1019 GeV/c2, die Strukturen der Planck-La¨nge lPl=~c/mPlc2=1.616·10−20 fm auflo¨st,
das heißt siebzehn Gro¨ßenordnungen (!) entfernt von den heute im Beschleuniger-Labor zuga¨nglichen Skalen.
0.2Wir gehen nicht auf supersymmetrische QCD und Formulierungen im Rahmen von (Super)Stringtheorien
ein [98]. Beide Konzepte zusammen sind hochaktuell: Arbeiten von Seiberg und Witten haben eine Dualita¨t
zwischen stark und schwach gekoppeltem Regime von (N=2)-supersymmetrischen (oder superkonformen)
SU(N)-invarianten Eichtheorien aufgezeigt [186,187], die auch fu¨r (N=1)-supersymmetrische und SM-QCD
bedeutende Konsequenzen hat [194]; vgl. auch die Refn. [3–6, 136]. Nichtperturbative Beitra¨ge sind also
in der dualen Theorie perturbativ zuga¨nglich. Nach einer Vermutung von Maldacena [138] existiert eine
Dualita¨t zwischen der large-N -Entwicklung einer konformen Quantenfeldtheorie in d Dimensionen und der
perturbativen Entwicklung einer M(atrix)-Stringtheorie im Hintergrund einer AdSd+1⊗M -Raumzeit, wobei
AdSd+1 der (d+1)-dimensionale Anti-deSitter- und M ein beliebiger kompakter Raum sind; vgl. auch die
Refn. [102, 103]. Auf der Basis einer Dualita¨t in diesem Sinne zwischen superkonformer SU(N)-invarianter
nichtabelscher Eichtheorie in 4 Dimensionen – dies die Klasse von Theorien eines supersymmetrisch erwei-
terten SM – und einer Typ-IIB-Stringtheorie in einem AdS5⊗S5-Hintergrund wa¨re in natu¨rlicher Weise die
Vereinheitlichung mit der letzten Wechselwirkung im Rahmen einer Superstring-Gravitation greifbar.
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Invarianzen
Invarianz unter den diskreten Transformationen C, P und T , einzeln0.3 ent-
spricht den drei separaten Forderungen: daß ein physikalischer Prozeß prinzipiell genauso
real sein sollte bei Vertauschung von Teilchen und Antiteilchen (Ladungskonjugationsinva-
rianz, C), daß es prinzipiell nicht entscheidbar sein sollte, ob die Welt, die man
”
direkt“,
oder ob die, die man in einem Spiegel sieht, die reale ist (Parita¨tsinvarianz, P) und daß
auf mikroskopischer , das heißt der Ebene von Elementarteilchen, ebenso aus prinzipiellen
Gru¨nden, nicht entscheidbar sein sollte, ob ein Prozeß
”
vorwa¨rts“ oder
”
ru¨ckwa¨rts“ in der
Zeit abla¨uft (Zeitumkehrinvarianz, T ). Es sei angemerkt, daß hierzu in Kontrast die Schwa-
che Wechselwirkung P wie auch die Kombination CP verletzt.
Poincare´invarianz bedeutet im Sinne der Speziellen Relativita¨tstheorie (SRT), daß die
mathematische Struktur der Gleichungen die gleiche sein sollte, ob physikalische Pha¨no-
mene von einem
”
ruhenden“ Beobachter beschrieben werden oder von einem Beobachter,
der sich relativ zum ersten gleichfo¨rmig bewegt. Die Feldgleichungen nach Euler-Lagrange
sollten daher Tensorgleichungen sein bezu¨glich einer Transformation zwischen solchen nicht-
beschleunigten, oder Inertialsystemen und in definierter Weise – kovariant – transformieren.
Formal gesprochen, leiten sich diese Transformationen her von der Poincare´gruppe ̺, der
direkten Summe der Translationen in der Raumzeit und der Gruppe der Lorentztransfor-
mationen L. Kovarianz oder Tensorverhalten der Gleichungen heißt genau zu fordern, daß
die Lagrangedichte zum einen nicht explizit vom Weltpunkt x abha¨ngt und zum anderen
sich wie ein Skalar verha¨lt unter Transformationen der speziellen orthochronen Lorentzgrup-
pe L↑+ , das ist die Eins-Zusammengangskomponente der Lorentzgruppe. Sei verwiesen auf
0.3Invarianz bezu¨glich der kombinierten CPT -Transformation folgt bereits aus sehr allgemeinen Prinzipen:
hinreichend sind schon die Wightman-Axiome, die Forderungen der Art stellen wie Kausalita¨t, oder daß der
Impulsoperator seine Eigenwerte auf dem Vorwa¨rtslichtkegel annimmt. Zu diesen Axiomen wie auch zum
axiomatischen Zugang zu Quantenfeldtheorie im allgemeinen sei verwiesen auf die Refn. [29, 203].
Zum Kontext: Seit den fu¨nfziger, spa¨testens in den sechziger Jahren wurde das Konzept der Quantenfeld-
theorie auf der Basis einer fundamentalen mikroskopischen Lagrangedichte immer mehr zwiespa¨ltig, ja als
das falsche Konzept angesehen. Ursache war zum einen das bekannte Zero charge-Problem der Quante-
nelektrodynamik (QED), vgl. Ref. [130], das sich zwar erst bei extrem hohen Energien zeigt und somit
als akademisch abgetan werden konnte, aber nichts desto trotz eine prinzipielle Inkonsistenz der Theorie
aufzeigt (Landau hat dies 1955 mit der Bemerkung konstatiert,
”
weak coupling electrodynamics is a theo-
ry, which is, fundamentally, logically incomplete“, siehe Ref. [131]). Im Falle der Starken Wechselwirkung
kann dieses Problem nicht mehr ignoriert werden. Zum anderen und noch schwererwiegend war die tiefe
Skepsis gegenu¨ber dem Verfahren der Renormierung, wie sie seit den ersten Ansa¨tzen durch Dirac – schon
von ihm selbst (vgl. Ref. [185]) wie auch von Wigner als dem zweiten Wegbereiter der Lagrange’schen
Quantenfeldtheorie – allgemein empfunden und immer wieder ausgedru¨ckt wurde: Renormierung – ein ma-
thematischer Trick, ihre physikalische Bedeutung nicht wirklich verstanden. Diese Skepsis blieb bestehen
trotz des Erfolges von Renormierung in der QED und wurde geteilt selbst von deren Begru¨ndern. So erkla¨rte
Feynman 1961 lokale Felder, da nicht direkt observabel, fu¨r bedeutungslos:
”
I still hold to this belief and
do not subscribe to the philosophy of renormalization“, siehe Ref. [80]. An die Stelle einer Lagrangedichte
in Feldern fundamentaler Konstituenten wurden in der axiomatischen Quantenfeldtheorie die observablen
Elemente der S(treu)-Matrix gesetzt, auf der Grundlage derer und unter der Annahme allgemeiner Prin-
zipe wie Kausalita¨t, Unitarita¨t und Analytizita¨t – aber unter Aufgabe des
”
unphysikalischen“ Anspruchs,
die mikroskopische Dynamik verstehen zu wollen – man glaubte, quasi in einem Bootstrap-Verfahren zu
einer eindeutigen Theorie zu gelangen. Heute ist bekannt, daß es unendlich viele solcher konsistenten S-
Matrix-Theorien gibt: jede nichtabelsche Eichtheorie bezu¨glich einer beliebigen halbeinfachen Liegruppe
(Yang-Mills-Theorie nach Ref. [237]), mit beliebig vielen Multipletts NF von Fermionen, solange sie sich
noch UV-asymptotisch wie eine freie Theorie verha¨lt (d.h. NF≤ 16 fu¨r das Beispiel von SU(N)-Invarianz).
Dies ist Konsequenz der Beweise von zum einen ihrer Renormierbarkeit durch ’t Hooft 1971 und zum an-
deren ihrer Asymptotischen Freiheit durch Gross, Wilczek 1973, vgl. die Refn. [204, 205] respektive [100].
Beides sind Meilensteine der Elementarteilchenphysik, auch insofern als sie konstruktiv zur Lagrange’schen
Formulierung zuru¨ckgefu¨hrt haben. Vgl. die Refn. [104, 212, 213].
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Ref. [147], bzgl. tiefergehender Fragen auf die Refn. [29, 188].
Eichinvarianz bedeutet, daß die observablen Aussagen einer Quantenfeldtheorie diesel-
ben bleiben, wenn ihre Lagrange’schen Felder einer Eichtransformation unterworfen werden.
Dieses Prinzip leitet sich letztlich aus folgender U¨berlegung her: Da die quantentheoretische
(Materie-)Wellenfunktion φ(x)∈C zu interpretieren ist als Amplitude einer Wahrscheinlich-
keitsdichte, beschreibt sie noch dieselbe Physik nach einer beliebigen Phasena¨nderung und
ist in diesem Sinne nur bestimmt bis auf Transformationen unter einer unita¨ren Matrix, das
heißt einer Matrix U ∈U(1). Analog sollte ein Spinorfeld ψ(x) in der fundamentalen Darstel-
lung der speziellen unita¨ren Gruppe SU(N) – wie es in einer realistischen Quantenfeldtheorie
Materie beschreibt – nur bis auf eine Transformation unter einer Matrix U ∈ SU(N) fest-
gelegt sein. Mit anderen Worten ist eine Klasse [ψ] global -SU(N)-a¨quivalenter Spinorfelder
definiert durch die Transformation ψ(x)→Uψ(x), die bezeichnet wird als globale Eichtrans-
formation bezu¨glich der Eich- oder Strukturgruppe G = SU(N). Global deshalb, weil die
Matrix U nicht vom Weltpunkt x abha¨ngt.
Zugrundeliegend dem Bild von Wechselwirkung vermittels Teilchenaustausch sind ande-
rerseits genau die Forderungen von Lokalita¨t und Kausalita¨t. Lokalita¨t heißt, Felder koppeln
punktfo¨rmig aneinander. Kausalita¨t im Sinne der SRT heißt, daß Ereignisse an zwei Welt-
punkten nur dann in einen kausalen Zusammenhang gebracht werden ko¨nnen, wenn es eine
zeitartige Trajektorie gibt, die diese verbindet.0.4 In conclusio: Austauschteilchen propa-
gieren vom einen zum anderen Wechselwirkungspunkt und beno¨tigen dazu eine von Null
verschiedene Zeit . Fernwechselwirkung existiert nicht.
Mit diesem Prinzip in Widerspruch steht, daß bei einer globalen Eichtransformation an
beliebig entfernten Weltpunkten unter der gleichen, auf der Raumzeit konstanten Matrix U ,
also instantan transformiert wird. Auf diesen Fernparallelismus hat als erster Weyl kritisch
hingewiesen. Seine Lo¨sung ist genau das Konzept der (lokalen) Eichtheorie; siehe den U¨ber-
sichtsartikel von Straumann [202] und die Originalrefn. [225–228].
Wird nicht globale, sondern sta¨rker lokale Eichinvarianz gefordert, das heißt die Trans-
formationsmatrix darf von Weltpunkt zu Weltpunkt variieren, also U→U(x), die ∈SU(N)
fu¨r jedes x (mathematisch: [ψ] ist die Klasse lokal -SU(N)-a¨quivalenter Spinorfelder), so
impliziert dies zwangsla¨ufig die Existenz eines Felds A(x) des Tangentialfaserbu¨ndels – das
also fu¨r jeden Weltpunkt x der Raumzeit-Mannigfaltigkeit Element der in x angehefteten
Tangentialfaser der Gruppe SU(N) ist, das heißt eines in x angebrachten isomorphen Bildes
der Liealgebra su(N).0.5 Das Feld A(x) wird als Eichfeld bezeichnet und beschreibt physi-
kalisch genau das Austauschteilchen, das die Eichwechselwirkung vermittelt.
Weyls Konzept der Eichtheorie entwickelt sich weitgehend aus infinitesimalgeometrischen
U¨berlegungen. Wir wollen einen fundierten Abriß in Hinblick auf Eichtheorien in der Physik
geben. Wir fu¨hren ein in die Begriffe der zugrundeliegenden Mathematik, der Differential-
0.4Dies ist letztlich Konsequenz der pseudo-Riemannschen Signatur der Minkowski-Raumzeit, die genau zu
Begriffen fu¨hrt wie Zeitartigkeit, Vorwa¨rtslichtkegel etc. Auf Basis dieser Raumzeit impliziert die Forderung
von Invarianz unter speziell-relativistischen Koordinatentransformationen zuna¨chst die Existenz einer Ge-
schwindigkeit c, die fundamental ist in dem Sinne, daß sie invariant ist unter diesen Transformationen, das
heißt in einem beliebigen Inertialsystem dieselbe ist. Dies wiederum impliziert, daß kausal nicht schneller
Einfluß genommen werden kann als mit c. Physikalisch ist c zu identifizieren mit der Vakuumlichtgeschwin-
digkeit. Wir verweisen auf Ref. [188].
0.5Wir beschra¨nken uns auch weiterhin auf G= SU(N) als prominenteste Klasse von Transformations-
gruppen insofern, als sie dem SM zugrunde liegt. Wir merken aber an, daß wesentlich zur Eichung einer
Quantenfeldtheorie mit einer Gruppe G die Bijektivita¨t der Exponentialabbildung ist, die das Feld A(x)
des Tangentialfaserbu¨ndels in die Gruppe selbst abbildet; diese Eigenschaft ist schon gegeben, wenn G eine
zusammenha¨ngende kompakte Liegruppe ist.
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geometrie auf Liealgebren. Vgl. die Refn. [116, 189] bzgl. des Kalku¨ls alternierender Dif-
ferentialformen und Ref. [189] Kap. 11, und die Refn. [19, 117] bzgl. der Anwendung auf
Lie-Strukturen (die Begriffe Fasermetrik , G-Struktur).
Sei M eine Mannigfaltigkeit und sei an jedem Punkt x ∈M eine
”
Kopie“ Vx (d.i. ein
isomorphes Bild) irgendeines fest vorgegebenen Vektorraums V angebracht. Ein derartiges
Gebilde heißt ein Vektor(raum)bu¨ndel u¨ber der Basis M mit Standardfaser V, symbolisch
E(M,V); die Vektorra¨ume Vx heißen seine Fasern. Die Verallgemeinerung des Tangenti-
alvektorfelds in diesem Rahmen ist der Begriff des Schnittes eines Bu¨ndels: Ein Schnitt λ
ordnet jedem Punkt x∈M einen Vektor λ(x)∈Vx aus der Faser u¨ber x zu. Spezialfa¨lle sind
das Tangentialbu¨ndel T (M) mit Vx :=Tx, das Kotangentialbu¨ndel
0.6 T ∗(M) mit Vx :=T ∗x
und allgemeiner Tensorbu¨ndel Tb
a(M) mit Vx :=Tx⊗. . .⊗T ∗x⊗. . . Analog werden mit einem
gegebenen Vektorbu¨ndel E(M,V) weitere Bu¨ndel E∗(M,V∗) und Eba(M,Vba) assoziiert.
Sei {∂µ} eine holonome0.7 Basis des Tangentialbu¨ndels T (M) und sei {dxµ} die (dann
ebenfalls holonome) Kobasis, das heißt die dazu duale Basis des assoziierten Kobu¨ndels
T ∗(M); es gilt also dxµ(∂ν)= δµν . Die Komponentenzerlegung einer beliebigen p-Form –
d.i. ein Ko(tangential)tensorfeld ∈Λp(T ∗x ) ∀x, wo Λ die a¨ußere (oder Graßmann-) Algebra
ist – lautet dann a(x)=aµ1···µp(x) dx
µ1 ∧ · · · ∧ dxµp .
Mit diesen Begriffen setzen wir an, wo die U¨berlegungen Weyls ihren Ausgangspunkt
nehmen, na¨mlich bei der Feststellung der Inkommensurabilita¨t von Elementen aus Fasern,
die an verschiedenen Punkten x der Mannigfaltigkeit M (hier: an verschiedenen Weltpunk-
ten der speziell-relativistischen Minkowski-Raumzeit) angeheftet sind:
Formal ist das Eichfeld A(x), in o.g. Basis A(x) = Aµ(x)dx
µ, eine E(M,V)-wertige
1-Form, wo V ein Darstellungsraum der Eichgruppe G ist (hier: der Vektorraum der adjun-
gierten Darstellung der SU(N)), das heißt fu¨r jedes x∈M ist es ein Element aus Vx⊗T ∗x (M):
Element der an x angehefteten Vektorfaser, – und daher Menge von Elementen verschiede-
ner Ra¨ume, die insofern inkommensurabel , das heißt nicht miteinander vergleichbar sind.
Kommensurabilita¨t kann definiert werden nur fu¨r Vektoren A derselben Faser (allge-
mein: fu¨r Tensoren derselben Tensorfaser). Um Vektoren vergleichen zu ko¨nnen, die zu
Fasern zweier infinitesimal benachbarter Punkte x und x+dx geho¨ren, bedarf es der Defi-
nition einer U¨bertragung (auch bezeichnet als: Zusammenhang, Konnexion). Dies ist eine
Vorschrift, wie sich ein Vektor der Faser u¨ber x in die Faser u¨ber x+dx u¨bertra¨gt. Dabei
wird per definitionem die
”
Richtung“ von A nicht gea¨ndert.
A¨quivalent zur Definition einer bezu¨glich des Vektorbu¨ndels E(M,V) affinen torsions-
freien U¨bertragung von beliebigen E(M,V)-wertigen p-Formen (insbes. der 1-Form A) –
dies ist eine U¨bertragung in obigem Sinne, die linear in der
”
U¨bertragungsstrecke“ ist, und
fu¨r das Tangentialfaserbu¨ndel T (M) eine holonome Basis besitzt – ist die Definition ei-
ner kovarianten Ableitung, formal: die Definition einer a¨ußeren kovarianten Ableitung D∧
von E(M,V)-wertigen p-Formen. Da Vektorbu¨ndel-wertige p-Formen jedem Punkt x∈M
ein Element aus Vx ⊗ Λp(T ∗x ) zuordnen, sind sie Summen von Produkten λ ⊗ α, wo λ ein
Schnitt des Bu¨ndels E(M,V) und α eine gewo¨hnliche p-Form ist.
Es genu¨gt dabei, die Operation D∧ fu¨r solche Produkte λ⊗α als E(M,V)-wertige
(p+1)-Form zu definieren, und Additivita¨t zu fordern. Man definiert also eine Leibniz-Regel
D∧ (λ⊗α) :=(Dλ)∧α+λ⊗d∧α, wobei D entweder auf den Schnitt λ oder auf die gewo¨hn-
liche p-Form α wirkt. Fu¨r die p-Form wird in natu¨rlicher Weise D∧α :=d∧α gesetzt (d der
gewo¨hnliche Differentialoperator fu¨r p-Formen; in o.g. Basis: d≡dxµ∂µ).
0.6Die linearen Funktionale u¨ber V bilden den zu V dualen Vektorraum V∗, d.h. fu¨r a ∈ V∗, u, v ∈ V
und α, β∈ IR gilt: a(v)= reelle Zahl (Skalarprodukt von a und v) und a(αu+βv)=αa(u)+βa(v).
0.7Eine Basis eines Tangentialraumes Tx(M) heißt holonom, falls (lokal) Basisvektoren ∂µ gefunden werden
ko¨nnen, die Tangentialvektoren sind an die Koordinatenlinien eines geeigneten Koordinatensystems.
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Eine kovariante Differentiation D in einem Vektorbu¨ndel E(M,V) ist andererseits for-
mal eine Vorschrift, die jedem Tangentialvektorfeld u und jedem Schnitt λ des Bu¨ndels
einen Schnitt Duλ zuordnet, das heißt seine kovariante Ableitung nach u. Das kovariante
(oder: absolute) Differential Dλ wird daher als E(M,V)-wertige 1-Form definiert, wobei
(Dλ)(u) fu¨r jedes Vektorfeld u der Schnitt (Dλ)(u) := Duλ ist. Explizit ist dieses D –
und damit die U¨bertragung – definiert durch seine Wirkung auf eine Schnittbasis {bI}, wo-
bei I eine Indexmenge von der Dimension der Faser V ist, das heißt, u¨ber die Gleichung
DbI =i gA
J
I⊗bJ , durch die Matrix (AJI) von 1-Formen. Dies ist die U¨bertragungsmatrix ,
g wird als Eichkopplung bezeichnet. Kovarianz ist dabei garantiert durch definiertes Ver-
halten bei Eichtransformationen, das heißt bei einem Basiswechsel {bI→UJIbJ}.
Ohne neue Strukturen einfu¨hren zu mu¨ssen, kann diese Operation von D auf die assozi-
ierten Ko- und Tensorbu¨ndel E∗(M,V∗) und Eba(M,Vba) ausgedehnt werden, worauf wir
aber nicht weiter eingehen wollen.
Jedenfalls ist damit die kovariante Ableitung D und damit die U¨bertragung vollsta¨ndig
bestimmt. Fu¨r einen beliebigen Schnitt λ mit Komponentenzerlegung λ=λIbI , die λ
I also
gewo¨hnliche Funktionen, ergibt sich Dλ= (Dλ)I⊗ bI mit (Dλ)I := dλI+i gAIJλJ . In der
Notation der Elementarteilchenphysik: D=1ld+i gA, mit dem Verhalten unter Eichtransfor-
mationen ψ→ψU :=Uψ (mit U(x) beliebig∈Vx, ∀x) per definitionem wieD→DU :=UDU†.
Das Bu¨ndel E(M,V), aufgefaßt als Mannigfaltigkeit, hat im allgemeinen nichtverschwin-
dende Kru¨mmung, was sich ausdru¨ckt in der nichttrivialen E(M,V)-wertigen Kru¨mmungs-
2-Form: F =(i g)−1D ∧D=(d∧A) + i g A ∧A=(D ∧A), in o.g. Basis: F = 12Fµνdxµ ∧ dxν ,
so daß Fµν=∂µAν−∂νAµ+i g[Aµ, Aν ], mit [ · , · ] dem Kommutator ist.
Die durch D vermittelte Richtungsu¨bertragung in E(M,V) ist also nicht-integrabel , das
heißt wegabha¨ngig und daher definiert nur, wenn bezogen auf eine Kurve C : [0, 1]→M :
Die
”
Richtung“ eines Schnittes λ (insbes. des Vektors A), die sich bei seiner kovarianten
U¨bertragung per definitionem nicht a¨ndert, ist genau seine Richtung bezu¨glich dieser Kur-
ve; man spricht daher auch von Parallelverschiebung. Ein Schnitt λ, dessen Werte λ(x)∈Vx,
λ(x+dx) ∈Vx+dx, . . . im Sinne der U¨bertragung parallel sind, erfu¨llt Dλ= 0, was so viel
heißt wie: (Wert in x+dx) ≡ (Wert in x, nach x+dx u¨bertragen).
Wir schließen diesen Paragraphen u¨ber das allgemeine Konzept der Eichtheorie mit ei-
ner Bemerkung zu Weyls urspru¨nglicher Intention, der Konstruktion einer
”
konsistenten“0.8
Allgemeinen Relativita¨tstheorie (ART).
Weyl stellte fest, daß in der Riemannschen Geometrie, wie sie der ART Einsteins zu-
grunde liegt,
”
ein letztes ferngeometrisches Element“ 0.8 enthalten ist. Die Riemannsche
Metrik erlaubt es na¨mlich, die La¨nge von Vektoren in zwei voneinander beliebig entfernten
Weltpunkten zu vergleichen, wa¨hrend ja die Richtungsu¨bertragung nicht-integrabel, also
vom Weg der U¨bertragung abha¨ngig ist. Diese
”
Inkonsistenz“ 0.8 zu beseitigen, gelangte
er zu einer Formulierung der ART, die im ausgefu¨hrten Sinne eine (lokale) Eichtheorie ist
u¨ber der Strukturgruppe G der allgemeinen Koordinatentransformationen, formal: G=̺↑+ ,
die spezielle orthochrone Poincare´gruppe (d.i. die Eins-Zusammenhangskomponente von ̺).
Das darin auftretende Eichfeld A identifizierte Weyl mit dem elektromagnetischen Feld,
siehe die Refn. [229–231], und sah so
”
Elektrizita¨t und Gravitation aus einer gemeinsamen
Quelle“ 0.8 hergeleitet. In Abwesenheit elektromagnetischer Felder – die La¨ngenu¨bertragung
wird integrabel und es gibt eine Eichung, in der A verschwindet – geht seine Theorie in die
Einsteinsche u¨ber. Sie
”
gestattet sogar in einem gewissen Sinne zu begreifen, warum die
Welt vierdimensional ist“ 0.8.
Diese mathematisch konsequentere Weylsche ART hat weitreichende Konsequenzen. So
0.8Weyl im Briefwechsel mit Einstein, zitiert nach Straumann [202], Originalrefn. ebenda.
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sollten beim bekannten Zwillingsparadoxon – wie es sich aus der Zeitdilatation der SRT
erkla¨rt – zusa¨tzlich Uhreneffekte zweiter Art auftreten, das heißt die wieder an einen Welt-
punkt zusammengefu¨hrten Uhren sich nicht nur in ihrem Stand sondern auch in ihrem Gang
unterscheiden. Dies bedeutet, der Begriff
”
Einheitsuhr“ ist nicht mehr definiert, da der Gang
einer Uhr von ihrer Vorgeschichte abha¨ngt (analog der Begriff
”
Einheitsmaßstab“). Das in-
variante Linienelement ds ist nicht mehr u¨ber Meßprozesse mit unendlich kleinen Maßsta¨ben
und Uhren zuga¨nglich, sondern Lichtstrahlen sind das einzige Mittel, metrische Verha¨ltnisse
in der Umgebung eines Weltpunktes empirisch zu ermitteln.
Solche Uhreneffekte sind heute mit großer Sicherheit ausgeschlossen, das heißt die Weyl-
sche ART ist in der Natur nicht realisiert. Die Relativita¨tstheorie beha¨lt u¨ber ds ihre
empirische Basis. Geblieben, und zwar beherrschend die Elementarteilchenphysik heute,
ist –
”
Genie-Streich ersten Ranges“ ,
”
grandiose Leistung des Gedankens“,
”
Natu¨rlichkeit
und Scho¨nheit [des] Gedankenganges“0.9 – Weyls Konzept der Eichtheorie.
”
Pha¨nomene und Konzepte“
Die Invarianzen der Lagrangedichte der QCD und die Struktur nichtabelscher Eichtheori-
en sind ausfu¨hrlich dargestellt. Wir zeichnen den Weg der Pha¨nomenologie der Starken
Wechselwirkung nach hin zur QCD, einer Eichtheorie auf Basis der nichtabelschen Struk-
turgruppe G=SU(Nc), mit Nc=3 die Anzahl der Colour -Freiheitsgrade.
Im Anfang war die QED . . . Die QCD ist konstruiert in Analogie zur QED, motiviert
durch deren Erfolg. Dieser dokumentiert sich im Postulat physikalischer Gro¨ßen mit in kei-
ner anderen Theorie erreichten Pra¨zision: Beispielsweise folgt fu¨r das anomale magnetische
Moment des Myons, aµ=(gµ−2)/2, theoretisch aµ|th.=116 591 596 (67)×10−11 im Ver-
gleich mit experimentell aµ|exp.=116 592 300 (840)×10−11; vgl. die Refn. [165,232], insbes.
Ref. [45] bzgl. der darin enthaltenen Korrekturen aufgrund der SM-Starken und Schwachen
Wechselwirkung. Sicherlich ru¨hrt diese Pra¨zision mit her von dem glu¨cklichen Umstand, daß
der Entwicklungsparameter der perturbativen Theorie auf in praxi relevanten Skalen nume-
risch klein ist. Letztlich Ursache ist aber die Theorie: neben dem Renormierungsverfahren
das Prinzip der Eichinvarianz , das der QED zugrundeliegt auf Basis der abelschen Struk-
turgruppe U(1). – Der Erfolg der QED hat von Anfang an dazu hingefu¨hrt, das Eichprinzip
auf ho¨here, nichtabelsche Gruppen zu verallgemeinern, um in analogem Rahmen zu einer
konsistenten Theorie der Starken Wechselwirkung zu gelangen.
So formulierten schon 1954 Yang und Mills in Ref. [237] eine Eichtheorie fu¨r die Wech-
selwirkung von Nukleonen, die formal basiert auf der Forderung lokaler SU(2)-Invarianz
und sich bezieht auf den Raum des Heisenbergschen Isospins.0.10 Dies genau war die Kon-
struktion der neuen Klasse nichtabelscher Eichtheorien.0.11 In Referenz auf diese Arbeit
werden Eichtheorien auf der Basis halbeinfacher Liegruppen G – oft spezieller: auf Basis
der SU(N) – bezeichnet als Yang-Mills-Theorien.
Diese Klasse von Theorien geriet danach wieder in Vergessenheit. Grund dafu¨r waren
zum einen Fragen prinzipieller Natur, die sich schon bei der QED gestellt hatten. Wir ha-
ben in Fußnote 0.3 das Zero charge-Problem und die tiefe Skepsis gegenu¨ber dem Verfahren
der Renormierung als solchem angesprochen, und daß dies bis hin zur generellen Ablehnung
Lagrange’scher Quantenfeldtheorie gefu¨hrt hat. Beides, so kann man im nachhinein sagen,
resultierte großenteils aus einem mangelnden Versta¨ndnis der Renormierungsgruppe.
0.9Einstein im Briefwechsel mit Weyl, zitiert nach Straumann [202], Originalrefn. ebenda.
0.10Heisenberg in Ref. [110]:
”
und durch eine . . . Zahl ̺ζ , die der beiden Werte +1 und −1 fa¨hig ist. ̺ζ=+1
soll bedeuten, das Teilchen sei ein Neutron, ̺ζ=−1 bedeutet, das Teilchen sei ein Proton“.
0.11Die Weylsche ART ist die a¨lteste Eichtheorie; mit der Strukturgruppe ̺↑+ auch die a¨lteste nichtabelsche.
”
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Zum anderen koppeln nichtabelsche Eichfelder auch an sich selbst und induzieren so
Nichtlinearita¨ten, die die Strukturen gegenu¨ber der abelschen Theorie wesentlich vera¨ndern.
Ferner war ein massives Problem, daß Eichinvarianz einen expliziten Massenterm fu¨r das
Eich-Vektorfeld A verbietet, Yang-Mills-Theorien es daher – zuna¨chst – als masseloses Feld
postulieren. Dies schien weder vereinbar zu sein mit der Vier-Fermion-Kopplung der wohl-
etablierten, wenn auch nicht renormierbaren Fermi-Theorie der Schwachen Wechselwirkung,
noch waren masselose intermedia¨re Vektorbosonen der Starken Wechselwirkung beobachtet.
Was speziell die Starken Wechselwirkung betraf, war nicht klar, auf welche der expe-
rimentell beobachteten Symmetrien die Strukturgruppe G zu beziehen sei. Das Quark-
modell [91, 241, 242] war zwar anerkannt mit Quarks als Materie- und Gluonen als Eich-
Vektorfeldern (die die Wechselwirkung vermitteln), mit der Colour -Symmetrie – allerdings
als reines Abstraktum, reine Arbeitshypothese, die keinen direkten Bezug zur Wirklichkeit be-
anspruchte: So faßte noch 1972 Gell-Mann (neben Zweig der Begru¨nder des Quarkmodells),
fast entschuldigend, als den
”
main point“ seinen vorausgegangenen Vortrag zusammen:
”
Sin-
ce the entities [quarks and some kind of glue] we start with are fictitious, there is no need
for any conflict with the bootstrap or conventional dual parton point of view“, vgl. Ref. [92].
Oder im Zusammenhang mit Stromalgebren, aber aus dem gleichen Denken heraus [90]:
”
We
construct a mathematical theory of the strongly interacting particles, which may or may not
have anything to do with reality, find suitable algebraic relations that hold in the model,
postulate their validity, and then throw away the model“. Dieser Vorbehalt ru¨hrte daher,
daß die Lagrange’schen Felder des Quarkmodells asymptotisch nicht beobachtet waren und
ihr Confinement in Colour-Singletts als Mechanismus, der dies aus prinzipiellen Gru¨nden
verhindert, nicht vorstellbar schien. Die Betonung lag daher lange auf der approximativen
SU(3)-Flavour -Symmetrie [88, 89, 92, 149], die direkt observabel war. (Heute ist klar, daß
sie mehr oder weniger zufa¨llig ist, dadurch daß die drei leichtesten Quarks relativ leicht sind
im Vergleich zu ΛQCD, der hadronischen Skala.)
Es war dies eine Reihe von Problemen, die gelo¨st werden mußten. Wir wollen nur kurz
die wichtigsten Stationen der Entwicklung nennen, die dahin gefu¨hrt hat, daß 1974 Quan-
tenchromodynamik – in ihrer heutigen Gestalt als SU(Nc)-invariante Yang-Mills-Theorie –
schlagartig anerkannt war; siehe auch die Darstellung in den Refn. [104, 212].
Diese Entwicklung wurde sehr konkret Mitte der sechziger Jahre, als Higgs und Kibble
einen Mechanismus identifizierten, der Symmetrien der Lagrangedichte unter einer kontinu-
ierliche Transformation spontan bricht; siehe die Refn. [107, 111–113], in Hinblick auf grup-
pentheoretische Aspekte Ref. [115]. Diesem Higgs-Kibble-Mechanismus liegt wesentlich das
Goldstone-Theorem [95] zugrunde, das besagt, daß Nicht-Invarianz des Vakuums unter einer
kontinuierlichen Symmetrie der Lagrangedichte die Existenz masseloser Spin-0-Bosonen im-
pliziert. Angewandt auf lokale Eichtheorien werden Massenterme fu¨r die Eich-Vektorfelder
generiert: Die would be masselosen Goldstone-Bosonen kombinieren mit den would be mas-
selosen Eich-Vektorfeldern – bis auf jeweils eines – zu massiven Vektorfeldern; sie liefern
deren longitudinalen Freiheitsgrad, die Anzahl der Freiheitsgrade insgesamt bleibt erhalten.
Schon 1961 schlug Glashow [93] vor zur Vereinheitlichung der Schwachen mit der elektro-
magnetischen Wechselwirkung eine Yang-Mills-Theorie auf der Basis der nichtabelschen
Strukturgruppe0.12 G=SU(2)⊗U(1), mußte sie allerdings noch von Hand aba¨ndern, um
der Masse der intermedia¨ren Vektorbosonen Rechnung zu tragen. Salam [183, 184] und
Weinberg [223] gelangten zu derselben Theorie, bedienten sich zur Generierung von Massen-
termen fu¨r die Eichfelder aber des Higgs-Kibble-Mechanismus’. Unbefriedigend blieb noch
der hadronische Sektor der Theorie. Unbeantwortet war noch die Frage ihrer Renormierbar-
0.12Die U(1) hier bezieht sich auf Hyperladung und ist nicht identisch mit der Eichgruppe der bloßen QED.
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keit – geschweige denn, daß ein Renormierungsverfahren explizit formuliert gewesen wa¨re.
Dennoch fand diese vereinheitlichte Theorie augenblicklich Beachtung. Veltman glaubte
an eine nichtabelsche Eichstruktur der Schwachen Wechselwirkung und arbeitete seit 1963
daran, ein Renormierungsschema fu¨r Yang-Mills-Theorien zu finden; vgl. die entsprechenden
Referenzen in [212]. Allerdings lehnte er den Higgs-Kibble-Mechanismus ab, wie dieser auch
allgemein als
”
ugly“ empfunden wurde im Vergleich zum
”
clean“ Konzept von Yang-Mills-
Theorien. Nicht so ’t Hooft, er pra¨ferierte ihn gegenu¨ber der Alternative der Einfu¨hrung
expliziter Massenterme, da diese die Eichinvarianz preisgaben – und damit Unitarita¨t und
Kausalita¨t – und daher versprachen, zu gravierenden Probleme bei der Renormierung zu
fu¨hren. Als Kompromiß untersuchte er in seiner Dissertation bei Veltman zuna¨chst die
Renormierbarkeit masseloser Yang-Mills-Theorien. Sein Beweis im Jahr 1971 geho¨rt bis
heute zu den grundlegendsten Arbeiten der theoretischen Physik u¨berhaupt, Ref. [204].
Renormierbarkeit – das hieß im Sinne von power counting, das heißt perturbativ, zu al-
len Ordnungen – basiert im wesentlichen auf der Gu¨ltigkeit bestimmter verallgemeinerter
Ward-Identita¨ten (deren Off-mass shell -Versionen heute als Slavnov-Taylor-Identita¨ten be-
kannt sind). Da diese Identita¨ten durch den Higgs-Kibble-Mechanismus nicht wesentlich
modifiziert werden, konnte ’t Hooft direkt im Anschluß die Renormierbarkeit von – in die-
sem Sinne – massiven Yang-Mills-Theorien zeigen, Ref. [205].
Im darauffolgenden Jahr konnten ’t Hooft und Veltman im Rahmen des neuen Verfah-
rens der dimensionalen Regularisierung ein Regularisierungs- und Renormierungsschema fu¨r
Eichtheorien vom Yang-Mills-Typ explizit angeben [206]. Das Feynmansche Funktionalinte-
gral [79] war schon 1967, in Gross’ Worten [104]:
”
reemerged from obscurity“, als Faddeev
und Popov mit seiner Hilfe Feynman-Regeln fu¨r nichtabelsche Eichtheorien u¨ber einfachen
Liegruppen G und fu¨r beliebige Diagramme ableiteten [71,72] (fu¨r 1-Loop-Diagramme hatte
bereits Feynman die A¨nderungen gegenu¨ber der QED aufgrund der Nicht-Abelizita¨t be-
schrieben [81] und De Witt im Detail ausgearbeitet [49]). In einer zweiten Arbeit 1972
gaben ‘t Hooft und Veltman [207] ein Verfahren an, wie man Feynman-Regeln in beliebi-
gen Eichungen ableiten kann und gaben weiter – ausdru¨ckend deren A¨quivalenz – einen
kombinatorischen Beweis dafu¨r, daß die S-Matrix einer renormierbaren Eichtheorie, ohne
Kompaktheit fu¨r die zugrundeliegende Liegruppe G fordern zu mu¨ssen, unabha¨ngig ist von
der Wahl der Eichung.
Zusammenfassend war das Konzept nichtabelscher Eichtheorien 1972 allgemein aner-
kannt von Seiten der Theoretischen Physik, und mit ihm die elektroschwache Theorie von
Glashow–Weinberg–Salam; zur U¨bersicht verweisen wir auf die Refn. [1,134]. Experimentell
besta¨tigt wurden die von ihr postulierten neutralen Stro¨me 1973 in Neutrino-Reaktionen,
Ref. [109], und die Eichbosonen W± und Z0 1983 am Proton-Antiproton-Speicherring Spp¯S
im CERN, Refn. [215–217].
Mit dem Versta¨ndnis der
”
exakten Regeln“ durch diese elektroschwache Theorie, konnte
sie schnell auf Hadronen ausgedehnt werden. Es konnten bald Vorhersagen gemacht werden,
daß etwa das gegenseitige Ku¨rzen anomaler Beitra¨ge – die andernfalls die Renormierbarkeit
der Theorie zersto¨rten – erfordert dieselbe Anzahl von Quarkflavours und Leptonspezies . So
wurde das Charm-Quark postuliert und gefunden; der Entdeckung der Familie von τ - und
ντ -Lepton folgte die Entdeckung von Bottom- und Top-Quark.
Die Situation 1972/73 war also die folgende. Es gab eine neue Klasse nichtabelscher
Eichtheorien, die theoretisch weit ausgearbeitet waren: Allgemeine Feynman-Regeln konn-
ten konsistent abgeleitet werden in beliebiger Eichung, die einander a¨quivalent waren in
dem Sinne, daß sie zu derselben eichunabha¨ngigen S-Matrix fu¨hrten. Man verfu¨gte u¨ber
ein explizites Regularisierungs- und Renormierungsschema, dem zugrunde lag die Gu¨ltigkeit
”
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verallgemeinerter Ward-Identita¨ten, die Unitarita¨t und Kausalita¨t der Theorie implizierte. –
Es waren dies notwendige Eigenschaften einer realistischen Theorie und insofern schon axio-
matischer Ausgangspunkt des Bootstrap-Verfahrens gewesen; vgl. Fußn. 0.3.
Andererseits war die Vereinheitlichung der Schwachen und elektromagnetischen Wechselwir-
kung als eine solche nichtabelsche Eichtheorie experimentell augenblicklich erfolgreich.
Der Gedanke lag nahe, analog ko¨nne eine konsistente Theorie der Starken Wechselwir-
kung formuliert werden. Dahingehenden Fortschritten stand lange entgegen das Pha¨no-
men Confinement. Quarks und Gluonen waren zwar in gewissem Sinne, na¨mlich um hadro-
nische Symmetrien zusammenzufassen in ihrer fundamentalen Bedeutung akzeptiert, galten
aber – da nicht asymptotisch, nicht direkt observabel – als nicht real , als Abstraktum.
Im Herbst 1968 postulierte Bjorken das nach ihm benannte Skalenverhalten tief-inelastischer
Strukturfunktionen [25], das kurz danach in Experimenten am SLAC besta¨tigt wurde. Es
wurde von Feynman erkla¨rt in seinem bekannten Partonbild [82], in dem sich Hadronen
aus Partonen konstituieren, die sich bei immer kleineren Absta¨nden mehr und mehr wie
freie Teilchen verhalten. Callan und Gross [33] konnten bereits zuvor die experimentellen
Daten dahin deuten, daß diese Konstituenten im wesentlichen Spin-1/2 tragen; daru¨berhin-
aus zeigten die Experimente bald 1/3 als deren Baryonquantenzahl. Allerdings konnte man
sich keine Quantenfeldtheorie vorstellen, deren Kopplung zwischen den Quarks einerseits
so schwach sei, daß Asymptotische Freiheit im genannten Sinne resultiert, und andererseits
nicht erlaube, daß Hadronen in ihre Quarkkonstituenten aufbrechen.
Auf Basis der Renormierungsgruppe – durch Wilson wieder ins allgemeine Bewußt-
sein zuru¨ckgerufen [234] – wurde argumentiert, daß Bjorken scaling generell im Wider-
spruch stehe mit Quantenfeldtheorie:0.13 Aufgrund von Renormierung a¨ndern sich die Di-
mensionen von Operatoren mit der (Energie)Skala µ, die mit den zugrundeliegenden Pro-
zessen die betrachtete Physik bestimmt. In gleicher Weise a¨ndern sich dimensionslose
Kopplungskonstanten. Die Abha¨ngigkeit, das heißt das
”
Laufen“ der renormierten Eich-
kopplung gren.(µ) mit der Skala µ wird beschrieben durch die entsprechende Betafunkti-
on β[gren.(µ)], die allgemein definiert ist als die logarithmische Ableitung von gren.(µ) nach µ,
in Formeln β[gren.(µ)] :=d/d lnµ gren.(µ)=µ d/dµ gren.(µ). Das UV-Verhalten einer Quanten-
feldtheorie – explizit werden ihre ein-Teilchen-irreduziblen renormierten (n-Punkt-)Green-
funktionen diskutiert, vgl. G
(n)
1−irred. auf Seite 23 – ist bestimmt durch die Nullstellen der
Betafunktion: β[gFren.(µ)]=0, das heißt durch die Theorie am Fixpunkt F der Renormierungs-
gruppengleichungen gren.(µ)→gFren.(µ). Genau dann zeigt eine Theorie (bis auf Korrekturen
lnµ) naives Skalenverhalten, das heißt ist asymptotisch frei, wenn sie einen Fixpunkt am
Ursprung gFren.(µ)= 0 besitzt und dieser UV-stabil ist. Tatsa¨chlich besitzt jede Theorie tri-
vialerweise einen Fixpunkt bei gFren.(µ)=0. Ob er stabil ist, bestimmt in einer Entwicklung
der Betafunktion β[gren.(µ)] in Potenzen von gren.(µ) das Vorzeichen des fu¨hrenden Koeffi-
zienten. In allen zu Anfang der siebziger Jahre bekannten Quantenfeldtheorien war dieser
fu¨hrende Koeffizient positiv, das heißt der Fixpunkt verschwindender renormierter Kopp-
lung UV-instabil : gren.(µ) wa¨chst an mit der Energie µ, das heißt mit kleinerwerdendem
Abstand 1/µ. Dies hielt man fu¨r ein Charakteristikum von Quantenfeldtheorie im allgemei-
nen und sah von daher in Asymptotischer Freiheit das Argument fu¨r deren konzeptuelle
Mangelhaftigkeit. Als Gross und Wilczek vor diesem Hintergrund der Renormierungsgrup-
pe die Betafunktion nichtabelscher Eichtheorien auf der Basis halbeinfacher Liegruppen G
betrachteten, hatten sie tatsa¨chlich die Absicht, fu¨r die letzte bekannte Klasse von Theo-
rien – quasi als Todesstoß fu¨r eine Quantenfeldtheorie der Starken Wechselwirkung – die
0.13’T Hooft macht dieses allgemeine Empfinden konkret mit den Worten Gross’ aus dem Jahr 1971:
”
no
quantum field theory will ever explain Bjorken scaling“; vgl. die Refn. [212, 213].
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UV-Instabilita¨t des Fixpunktes gFren.(µ) = 0 zu zeigen. Sie fanden im April 1973 [100] das
Gegenteil: die Formel fu¨r den relevanten Koeffizienten, die besagt, daß er negativ ist, der
Fixpunkt also UV-stabil – solange nur NF, die Zahl der Quarkflavours, 16 nicht u¨berschrei-
tet;0.14 vgl. auch Politzer, Ref. [168]. Explizit zeigten Coleman und Gross [42], daß dieses
Ergebnis – Asymptotische Freiheit – nicht mo¨glich ist fu¨r Theorien, die nur Fermionen und
Skalare, aber kein (Eich-)Vektorfeld enthalten; vgl. die Verallgemeinerung in Ref. [212].
Das experimentell beobachtete Bjorken-Skalenverhalten war von first principles verstan-
den. Gross und Wilczek berechneten die logarithmischen Abweichungen [101] und schlugen
deren Messung als Pra¨zisionstest vor; tatsa¨chlich beobachtet wurden sie ab Ende der sieb-
ziger Jahre und sind heute besta¨tigt auf besser als ein Prozent.
Die Anwendung Asymptotischer Freiheit konnte ausgedehnt werden auf viele neue Pro-
zesse; sie wird heute als perturbative QCD bezeichnet. Ihr Erfolg hat wesentlichen Anteil
daran, daß QCD im allgemeinen schnell als die Theorie der Starken Wechselwirkung aner-
kannt wurde. Sehr auch durch die grundlegende A¨nderung im Denken, zu dem der Erfolg
perturbativer QCD fu¨hrte: Quarks und Gluonen wurden anerkannt als physikalische Rea-
lita¨t . Daß sie in Colour-Singletts konfiniert sind, wurde verstanden als Konsequenz des
entgegengesetzten Limes kleiner Skalen µ (d.h. großer Absta¨nde 1/µ): – unabha¨ngig von
Asymptotischer Freiheit, und daher nicht im Widerspruch dazu. Das Pha¨nomen Confine-
ment wurde damit nicht gelo¨st, aber akzeptiert.
In der Folgezeit wurden im Rahmen von QCD große Fortschritte gemacht, den Me-
chanismus, der zu Confinement fu¨hrt, von first principles zu verstehen. Wir verweisen an
dieser Stelle auf den Abriß ’t Hoofts in den Refn. [212,213], kommen aber zuru¨ck auf diesen
Hintergrund nichtperturbativer QCD, vor dem unsere Arbeit zu sehen ist.
Formale Darstellung
Dies der Weg dahin, daß QCD heute als die Theorie der Starken Wechselwirkung anerkannt
ist. In Gegenu¨berstellung mit der QED, der Theorie der elektromagnetischen Wechselwir-
kung auf Basis einer Strukturgruppe U(1) gelangen wir – auch vor Augen unsere Einfu¨hrung
in die Mathematik nichtabelscher Eichtheorien auf S. 3 ff. – zur QCD, der Theorie der Star-
ken Wechselwirkung auf der Basis der SU(Nc), Nc≡3 die Colour -Freiheitsgrade. Dies heißt
konkret: zu ihrer Lagrangedichte.
Die wesentlichen Unterschiede sind Konsequenzen der Nicht-Abelizita¨t . Physikalisch ma-
nifestiert sie sich in der Selbstkopplung der Eichfelder. Mathematisch resultiert sie daraus,
daß in der Kru¨mmungs-2-Form F = d ∧ A + i g A ∧ A , wie diskutiert auf S. 5, das a¨ußere
Produkt des Eichfelds mit sich selbst A ∧ A nur in der abelschen Theorie verschwindet.
Ansonsten bleibt es im su(Nc)-wertigen Feldsta¨rkentensor Fµν=∂µAν−∂νAµ+i g[Aµ, Aν ] als
Kommutatorterm stehen. Die Nichtlinearita¨t, den dieser Term darstellt, verhindert letztlich
eine simple Extrapolation der abelschen Theorie hin zur nichtabelschen. Wir diskutieren,
wie direkte Verallgemeinerung zu teilweise kontra¨ren Konsequenzen fu¨hrt. Zur diesbzgl.
umrissenen SU(Nc)-Eichalgebra vgl. Anh. A.3.
Sei {T a} eine Basis der Liealgebra su(Nc), die mit der Eichgruppe SU(Nc) assoziiert
ist. Die T a sind spurlose hermitesche Operatoren in einer Darstellung R der su(Nc), das
heißt trT a=0 und T a†= T a, a=1, 2, . . . , dSU(Nc), mit dSU(Nc)≡N2c −1 der Dimension der
Gruppe. Die T a werden bezeichnet als die Erzeugenden oder Generatoren der Darstellung.
0.14Bereits im Sommer zuvor wa¨hrend eines Meetings in Marseille [208] schrieb ’t Hooft dieselbe Formel an
die Tafel, publizierte sie aber nicht. Wohl angesichts des ungelo¨sten Confinement-Problems erkannte er nicht
die Bedeutung seiner Rechnung, – insbesondere zur Erkla¨rung des Bjorken-Skalenverhaltens. Wir verweisen
auf die Darstellungen in den Refn. [104, 212].
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Darstellungsunabha¨ngig erfu¨llt ihr Kommutator [T a, T b]=i fabcT
c mit fabc den Struktur-
konstanten der su(Nc), die o.E.d.A. als voll antisymmetrisch und reell definiert sind.
Die elementaren Lagrange’schen Felder der QCD sind die Materie-Spinorfelder ψn und
Eich-Vektorfelder Aµa, mit n=1, 2, . . ., dF und a=1, 2, . . . , dA. Dabei ist allgemein dR die
Dimension des Raumes, in dem die DarstellungR wirkt, – explizit dF=Nc die Dimension der
fundamentalen Darstellung F und dA≡dSU(Nc)=N2c −1 die der adjungierten Darstellung A. –
Die Quarkfelder ψn transformieren unter der fundamentalen Darstellung.
0.15 Als Normie-
rung trT aFT
b
F = nF δ
ab wa¨hlen wir standardma¨sig nF = 1/2 und fu¨r Nc = 3 die λ-Matrizen
Gell-Manns als Erzeugende: (T aF )mn=1/2(λ
a)mn. Die Gluonfelder Aµa transformieren unter
der adjungierten Darstellung, definiert durch (T aA)bc :=−i fabc.
Wir zerlegen ein Element B einer beliebigen Darstellung R der Liealgebra su(Nc) ge-
ma¨ß B=:BaT
a
R in Komponenten entlang der Erzeugenden. Die so definierten – darstellungs-
abha¨ngigen – Komponenten Ba erha¨lt man zuru¨ck durch Ba=nR
−1 trBT aR, mit nR der Nor-
mierung der Generatoren gema¨ß trT aRT
b
R=nR δ
ab, standardma¨ßig nF=1/2 und nA=Nc fu¨r
die fundamentale beziehungsweise adjungierte Darstellung. U¨ber nRdSU(Nc) = c2(R)dR ist
diese Normierung verknu¨pft mit dem quadratischen Casimir-Operator der Darstellung.0.16
So haben wir fu¨r das Eich-Vektorfeld die Zerlegung Aµ=AµaT
a, wobei die Komponenten
Aµa Elemente aus IR sind (Zahl der Freiheitsgrade!). Die kovariante Ableitung lautet allge-
mein (Dµ)αβ =∂µ(1lR)αβ+i gAµa(T
a
R)αβ in R der Darstellung des Felds, auf das Dµ wirkt:
Das heißt fu¨r die Quarkfelder (Dµψ)n=∂µψn+i gAµa(T
a
F )nmψm (fundamentale Darstellung)
und fu¨r die Gluonfeldsta¨rken (DµFρσ)a=∂µFρσa−gfabcAµbFρσc (adjungierte Darstellung).
Wir haben dabei fu¨r den Feldsta¨rkentensor gema¨ß der Zerlegung Fµν=FµνaT
a die Kompo-
nenten Fµνa = ∂µAνa−∂νAµa−gfabcAµbAνc eingefu¨hrt. Sie ergeben sich in dieser Gestalt
unabha¨ngig von der Darstellung: aus Fµν = (i g)
−1[Dµ, Dν ] mithilfe der – darstellungsun-
abha¨ngigen – Relation [T a, T b]=i fabcT
c fu¨r den Kommutator der Erzeugenden.
Die Lagrangedichte der QCD0.17 setzt sich zusammen aus der Yang-Mills- und der
Materie- oder Dirac-Lagrangedichte
L = LYM + LD = −1
2
trFµνF
µν + ψ¯ (i γµDµ −m)ψ (0.1)
die Spur ist wieder bezu¨glich der su(Nc) zu bilden, die Feldsta¨rken zu nehmen in der funda-
mentalen Darstellung: trFµνF
µν = FµνaF
µν
b trT
a
FT
b
F =
1
2FµνaF
µν
a. Die Lagrangedichte L
besitzt die eingangs diskutierten Invarianzen und steht – ho¨here als erste Ableitungen der
Felder ausgeschlossen – in eindeutiger Weise fu¨r die Theorie eines Nc-Multipletts ψ von
Spin-1/2-Materiefeldern, das u¨ber ein entsprechendes Eich-Vektorfeld A wechselwirkt.
Wird die Jacobi-Identita¨t fu¨r die kovariante Ableitung, [Dµ, [Dρ, Dσ]] + zykl. = 0, kon-
trahiert mit dem Pseudotensor εµνρσ, so folgt mithilfe Fρσ=(i g)
−1[Dρ, Dσ] die Bianchi-
Identita¨t 0=εµνρσDµFρσ≡Dµ(εµνρσFρσ). Sie ist die nichtabelsche Verallgemeinerung der
homogenen Maxwellgleichungen und offenbar unmittelbare Konsequenz des Eichprinzips :
des Begriffes nichtverschwindender Kru¨mmung und daher nicht-integrabler U¨bertragung im
Eichraum, die sich ihrerseits ausdru¨ckt im Eich-Vektorfeld der eichkovarianten Ableitung.
Aus der LagrangedichteL resultieren die Feldgleichungen der QCD nach Euler-Lagrange.
Dies ist zum einen die Dirac-Gleichung im Hintergrund des Eichfelds (i γµDµ−m)ψ=0.
Zum anderen sind dies die nichtabelsch verallgemeinerten inhomogenen Maxwellgleichungen
0.15Wir unterscheiden mit
”
fundamental“ begrifflich nicht zwischen der Darstellung F der Quarks und der
dazu komplex konjugierten (Stern-)Darstellung F∗ der Antiquarks.
0.16Der quadratische Casimir-Operator c2(R) einer DarstellungR ist allgemein definiert durch ”
die aufsum-
mierten Quadrate aller Generatoren“, Ta
R
Ta
R
=: c2(R) 1lR ; die Eins der Darstellung ist dabei die dR -dimen-
sionale Einheitsmatrix, – d.h. explizit c2(F)=nF dSU(Nc)/dF =(N
2
c −1)/2Nc und c2(A)=nA =Nc.
0.17Sei durch die gesamte Arbeit implizit summiert u¨ber NF Flavours von Fermion-Multipletts ψ.
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DµF
µν = gJν, in Komponenten (DµF
µν)a= ∂µF
µν
a−gfabcAµbFµνc= gJνa (also die kova-
riante Ableitung auf die adjungierte Darstellung bezogen), mit dem Dirac-Materiestrom J ,
dessen Komponenten durch Jνa := ψ¯γ
νT aψ definiert sind.
Dieser Strom ist fu¨r freie Quarks erhalten so daß diese mit seiner Hilfe charakterisiert
werden ko¨nnen bezu¨glich der Colour-Ladung, die er assoziiert. Kombinationen von Quarks
mit definierter Colour ko¨nnen angegeben werden, insbesondere global colour-neutrale Had-
ronen als nichtlokale Objekte, zusammengesetzt aus Quarkkonstituenten. Koppeln Quarks
allerdings an Gluonen, so ist J nicht erhalten und gestattet nicht, Zusta¨nde bezu¨glich Co-
lour zu charakterisieren. Dies spiegelt wider, daß auch Gluonen Colour-Ladung tragen –
eklatanter Kontrast zu Photonen in der QED, die nicht elektrisch geladen sind.
Eine geeignete erhaltene Colour-Ladung in der QCD – und dadurch sind Konstituenten-
quarks erst definierbar – folgt aus der Invarianz ihrer Lagrangedichte unter Eichtransforma-
tionen. Wir wollen diese daher rekapitulieren, folgen dabei der Darstellung von Lavelle und
McMullan in Ref. [133]; bezu¨glich formalerer Aspekte verweisen wir auf Ref. [114].
Werde das Konzept der Eichtheorie auf das Spinorfeld ψ angewandt, das heißt u¨berfu¨hren
es lokale Eichtransformationen in physikalisch a¨quivalente Kopien. Sei U(x) die Transforma-
tionsmatrix, das heißt fu¨r jeden Weltpunkt x ein beliebiges Element der Eichgruppe SU(Nc) –
in geeigneter Darstellung. Dann transformiert die kovariante Ableitung per definitionem
wie Dµ → DUµ := UDµU†. In Termen der Lagrange’schen Felder der Theorie sind lokale
Eichtransformationen vollsta¨ndig bestimmt durch
ψ → ψU := U ψ (0.2)
Aµ → AUµ :=
1
i g
U (Dµ U
†) = U Aµ U† + 1
i g
U (∂µ U
†) (0.2′)
Es gilt:
Dµ → DUµ = U Dµ U† (0.3)
per definitionem. Mit der Darstellung Fµν=(i g)
−1[Dµ, Dν ] und Unitarita¨t von U(x) an je-
dem Weltpunkt x der Raumzeit: U†(x)U(x)=1l, transformiert der Feldsta¨rkentensor wie
Fµν → DUµν = U Fµν U† (0.4)
Damit ist evident die Eichinvarianz der Lagrangedichte L der QCD, vgl. Gl. (0.1).
Schreibt man U(x)=ei θ(x), ist θ ein Element der Liealgebra su(Nc) mit der Komponen-
tenzerlegung θ = θaT
a. Es folgt der mit den Eichtransformationen assoziierte Noether-
Strom jθ, wobei jθ
ν=−g−1F νµa(Dµθ)a+Jνaθa=−g−1F νµa∂µθa+(fabcAµbFµνc+Jνa)θa und
sich die kovariante Ableitung auf die adjungierte Darstellung bezieht. Fu¨r globale Eichtrans-
formationen, das heißt U ist konstant und damit θ, ergibt sich fu¨r seine Komponente ent-
lang θa der Ausdruck in den runden Klammern, j
ν
a := fabcAµbF
µν
c+J
ν
a. Die Erhaltung
dieses Stromes j ist Konsequenz des Noetherschen Theorems , – folgt aber auch unmittel-
bar aus den Feldgleichungen ∂µF
µν
a−gfabcAµbFµνc=gJνa, indem man den Term mit den
Strukturkonstanten auf die rechte Seite bringt: ∂µF
µν
a=g(fabcAµbF
µν
c+J
ν
a)=gj
ν
a.
Der Generator der Eichtransformationen ist zu identifizieren mit der assoziierten erhal-
tenen Noether-Ladung G(θ)=
∫
d3x jθ
0(x)=:
∫
d3xGa(x) θa(x); dabei haben wir den Integran-
den zerlegt in Komponenten Ga :=−g−1(DiEi)a+J0a entlang θa und durch Eia :=F i0a das
chromo-elektrische Feld definiert. Die Ladung G(θ) generiert die Transformationen
δθAia (x) = [ iG(θ), Aia(x)] = − 1
g
(Diθ)a (x) (0.5)
δθψ (x) = [ iG(θ), ψ(x)] = i θψ (x) (0.5
′)
Dies ist die infinitesimale Gestalt der Eichtransformationen der Felder Ai und ψ. Wir beto-
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nen, daß wir nicht das Transformationsgesetz der Zeitkomponenten A0 der Eich-Vektorfelder
wiedergefunden haben. Dies ist Konsequenz daraus, daß A0a keine dynamische Variable ist,
kein physikalischer Freiheitsgrad , – sondern integrierender Faktor, Lagrange-Multiplikator .
Die zugeho¨rigen kanonisch konjugierten Felder E0a sind genau F
00
a, die identisch verschwin-
den; also E0a(x) = 0. Variation der Lagrangedichte L nach A0a(x) ergibt Ga(x) = 0: die
nichtabelsche Verallgemeinerung des Gauß’schen Gesetzes, (DiE
i)a(x) = gJ
0
a(x). Soweit
halten wir fest: Die QCD ist ein System mit 2·(N2c −1) Zwangsbedingungen.
Dies ist bereits fu¨r die klassische Chromodynamik der Fall. In der quantisierten Theorie –
wir denken an die BRST-Operatorformulierung, s.u. – werden die Felder Ai und ψ durch Fel-
doperatoren ersetzt; von diesen mit den entsprechenden kanonisch konjugierten Operatoren
werden fu¨r gleiche Zeiten (Anti)Kommutatorrelationen gefordert. Mithilfe dieser Relationen
haben wir fu¨r infinitesimale Eichtransformationen Kommutatordarstellungen des entspre-
chenden Felds mit der Noether-Ladung G(θ) angegeben, die offensichtlich in Widerspruch
stehen – und damit die fundamentalen (Anti)Kommutatorrelationen – mit der strikten For-
derung, daß Ga(x)=0 als Operatoren. Sie ist daher abzuschwa¨chen. Dies geschieht dadurch,
daß Ga(x)|ψ〉 =0 nur fu¨r eine Unterklasse von Zusta¨nden |ψ〉 gefordert wird und genau diese
als physikalisch erkla¨rt. Sie bilden einen linearen Unterraum – das Superpositionsprinzip ist
also unberu¨hrt –, und es verschwinden die auf sie bezogenen Erwartungswerte der Zwangs-
bedingungen, 〈ψ|Ga(x)|ψ〉 =0. Dies fu¨hrt zu einem konsistenten Bild.
Hierin macht auch der Kommutator [Ga(x), Gb(x
′)]=−i fabcGc(x)δ(x−x′) Sinn, der die Ga
als Erzeuger der Eichtransformationen ausweist, was allerdings suggeriert – bezu¨glich der
Interpretation des Gauß’schen Gesetzes Ga(x)|ψ〉 =0 –, alle physikalischen Zusta¨nde seien
eichinvariant. Dies aber fu¨hrt schon in der QED auf Probleme im Zusammenhang mit der
Konstruktion elektrisch geladener physikalischer Zusta¨nde: Bei einer globalen Eichtransfor-
mation, θ=konst., geht die abelsche Ladung in die elektrische Ladung u¨ber, so daß physi-
kalische Zusta¨nde, die per definitionem durch diese annihiliert werden, notwendig elektrisch
ungeladen sind. Wir haben im Rahmen des vorliegenden Abrißes nicht den Raum, die
subtile Argumentation von Lavelle und McMullan, Ref. [133], nachzuzeichnen, die dieses
Problem auflo¨st. Ihre abschließende Aussage ist aber: Eine in der QCD ada¨quate Colour-
Ladung kann konsistent definiert werden, allerdings nur fu¨r eichinvariante Zusta¨nde; lo-
kale Eichtransformationen mu¨ssen auf eine Unterklasse U(x) ∈ SU(Nc) eingeschra¨nkt wer-
den, so daß globale Eichtransformationen nicht mehr aus diesen folgen durch Konstant-
setzen von Parametern, sondern unabha¨ngig betrachtet werden mu¨ssen. – Die Colour-
Ladung Q=QaT
a, mit Qa :=
∫
d3x j0a(x) =
∫
d3x (fabcAµbF
µ0
c + J
0
a), ist per contruc-
tionem erhalten dQ/dt = 0, ist aber nicht eichinvariant; sie wird eichinvariant, Q ≡ QU ,
wo Q→QU :=UQU†, wenn sie auf physikalische Zusta¨nde |ψ〉 wirkt. Dies folgt daraus, daß
sich weiter schreiben la¨ßt Qa=
∫
d3x (g−1∂iEia+Ga), und so auf einen physikalischen Zu-
stand |ψ〉 bezogen effektiv j0a=g
−1∂iEia zu setzen ist. Anwendung des Gauß’schen Satzes
fu¨hrt auf ein Oberfla¨chenintegral, so daß man dahin gefu¨hrt ist, die zula¨ssigen Eichtransfor-
mationen auf Elemente der Eins-Zusammenhangskomponente der Eichgruppe SU(Nc) ein-
zuschra¨nken, die im ra¨umlich Unendlichen in die Eins u¨bergehen.
Mithilfe dieser Ladung Q ko¨nnen von first principles Konstituentenquarks konstruiert
werden mit definierter Colour-Ladung – in Termen derer QCD alternativ formuliert werden
kann, vgl. Ref. [133]. Explizit meint dies die Konstruktion eines dressed quarks : ein Lagran-
ge’sches Quark, dergestalt umgeben von einer Wolke virtueller Gluonen und (Anti)Quarks,
daß das gesamte System eichinvariant ist.0.18 Der Begriff des Konstituentenquarks spielt in
0.18Die Konstruktion dynamischer dressings fu¨r individuelle Quarks in Ref. [133] ist a priori perturbativ. Von
hier kommend, spiegelt sich das Einsetzen von Confinement im Auftreten eines Mechanismus wider – formal
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der vorliegenden Arbeit eine wichtige Rolle; er ist wohldefiniert von first principles .
Daß die QCD eine Theorie mit Zwangsbedingungen ist, hat wesentliche Konsequenzen
fu¨r den Begriff der Eichinvarianz in der Standardformulierung der QCD als manifest Poin-
care´-kovariante lokale Theorie; vgl. Ref. [133], bzgl. tiefergehender Fragen Ref. [114].
Der Eichsektor der QCD konstituiert sich aus den Feldern Aµa, das sind 4·(N2c −1) Frei-
heitsgrade. Wir haben gesehen, daß Eichinvarianz 2·(N2c −1) Zwangsbedingungen impliziert,
na¨mlich E0a=0 und das Gauß’sche Gesetz Ga|ψ〉 =0. Dies ist analog zur QED, in der die
vier Freiheitsgrade des Vektorpotentials auf die zwei transversalen Polarisationen des Pho-
tons eingeschra¨nkt werden – und dabei (zuna¨chst) Poincare´kovarianz verlorengeht. Diese
ist aber von eminenter Bedeutung im perturbativen Regularisierungs- und Renormierungs-
programm, insofern als es bislang u¨berhaupt erst fu¨r manifest Poincare´-kovariante lokale
Theorien erfolgreich hat durchgefu¨hrt werden ko¨nnen; vgl. die Refn. [204–206,213].
Um die Nicht-Kovarianz zu vermeiden, die der Dynamik der QCD inha¨rent ist, zersto¨rt
man ihre Eichinvarianz von Hand, indem man zur Lagrangedichte L einen eichfixierenden
Term Lgf. hinzuaddiert, der genau einen Repra¨sentanten auswa¨hlt je A¨quivalenzklasse von A
(die fu¨r genau eine physikalische Feldsta¨rke steht). Explizit ist Lgf.=−ξ−1trF2[A] fu¨r die
Eichfixierung F [A] =C, wobei F ein lokales Funktional in A ist (d.h. Funktion von Aµ(x)
und ∂µAν(x)), das wie die Funktion C(x) seine Werte in der Liealgebra su(Nc) annimmt;
der Parameter ξ wird induziert durch gauß’sche Mittelung von C und ist frei wa¨hlbar.
Konsequenz dieses Verfahrens ist, daß wieder alle 4·(N2c −1) Komponenten Aµa dynamische
Feldvariablen sind. Offensichtlich ist aber dadurch zum einen die Physik der Theorie nicht
mehr dieselbe, und zum anderen hat ihr Zustandsraum indefinite Metrik . In der QED wird
simultan das eine gelo¨st, das andere umgangen – dadurch, daß man nach Gupta und Bleu-
ler [27,106] physikalische Zusta¨nde auf den linearen Unterraum beschra¨nkt, der definiert ist
durch Restriktion der Lorentz-Eichung auf positive Frequenzen: (∂µA
µ)+|ψ〉 =0.
In der QCD ist dies nicht mo¨glich. Um den physikalischen Gehalt der Theorie nicht zu a¨n-
dern, mu¨ssen Faddeev-Popov-Geistfelder eingefu¨hrt werden, die als fermionische (d.h. anti-
kommutierende) Skalare formal jeweils den Freiheitsgrad (−1) beitragen, vgl. Ref. [71, 72].
Hinzufu¨gen von je (N2c −1) Geister ca(x) und Antigeister c¯a(x) zum Eichfixierungsterm fu¨hrt
also wieder auf die korrekte Anzahl von Freiheitsgraden zuru¨ck. Zur Lagrangedichte L der
QCD ist also neben dem Anteil Lgf. zur Eichfixierung ein Geist-Anteil Lghost zu addieren.
Dieser ha¨ngt allgemein von der Eichfixierung ab, das heißt von dem Funktional F ; er lautet
explizit Lghost=−c¯a(δFa[A]/δAµb)(Dµc)b, wobei sich gema¨ß (Dµc)a=∂µca − gfabcAµbcc die
kovariante Ableitung auf die adjungierte Darstellung bezieht. So wa¨hlt die Fixierung auf
das (Eich)Orbit , das durch F [A]≡∂µAµ=0 gegeben ist, das heißt Lgf.=−(2ξ)−1 (∂µAµa)2,
die Klasse der Lorentz-Eichungen aus; ihr Geistterm folgt zu Lghost= c¯a ∂
µ(Dµc)a. Es wer-
den ξ=1 als die Feynman- und ξ=0 als die Landau-Eichung bezeichnet.
Mit der Lagrangedichte L=LYM+LD, vgl. Gl. (0.1), ist in diesem Sinne die effektive
Lagrangedichte der QCD:
Leff. = L + Lgf. + Lghost (0.6)
mit
Lgf. = − ξ−1 tr F2[A] = − 1
2ξ
(∂µA
µ
a)
2 (0.6′)
Lghost = − c¯a δFa[A]
δAµb
(Dµc)b = − c¯a ∂µ (Dµc)a (0.6′′)
und die zweite Darstellung den Fall der Lorentz-Eichungen illustriert.
aufgrund der Gribov ambiguities der nichtabelschen Theorie, vgl. Fußnote 0.19 –, der nichtperturbative
dressings verhindert und dadurch, daß (Konstituenten)Quarks asymptotisch werden.
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Eichinvarianz ist von Hand zersto¨rt, Invarianz unter BRST-Transformationen an ihre
Stelle getreten – wie gezeigt wurde unabha¨ngig voneinander von Becchi, Rouet, Stora [16,17]
und Tyutin [214]. Fu¨r die Felder Aµa und ψ haben sie infinitesimal die Gestalt
δBRSTAµa (x) = − 1
g
(Dµc)a (x) (0.7)
δBRSTψ (x) = i cψ (x) (0.7
′)
haben; siehe auch die Refn. [18,98,123,201]. Vergleich mit den entsprechenden Ausdru¨cken
fu¨r Eichtransformationen – die Gln. (0.5), (0.5′) – unterstreicht den engen Zusammenhang.
Diese Invarianz der effektiven Lagrangedichte Leff. wird durch die nilpotente BRST-La-
dung QBRST generiert: Q
2
BRST=0. Physikalische Zusta¨nde sind dadurch definiert, daß sie
gefordert werden als BRST-invariant ; dies zeichnet als physikalisch dieselben Zusta¨nde aus,
wie die Bedingung oben: daß sie annihiliert werden durch den Gauß’schen Operator. Die
Forderung, daß BRST-invarianten Zusta¨nden eine definierte Colour-Ladung zugeordnet wer-
den kann, u¨bersetzt sich dahin, daß die Geister im ra¨umlich Unendlichen verschwinden. Fu¨r
Zusta¨nde, die sich konstituieren aus Eich- und Materiefelder, ist aufgrund der Analogie der
Transformationsgleichungen a¨quivalent, entweder BRST-Invarianz zu fordern oder Eichin-
varianz unter den wie oben eingeschra¨nkten Transformationen. Wie allgemein u¨blich sei im
folgenden mit
”
Eichinvarianz“ sprachlich nicht mehr differenziert das eine und das anderen.
Hiermit haben wir vorgestellt die Standardformulierung der QCD0.19, deren wesentliche
Charakteristika sind: Lokalita¨t, Poincare´kovarianz und Eich- im Sinne von BRST-Invarianz .
Aus ihrer Lagrangedichte hergeleitet werden Feynman-Regeln, die eine lokale und Poin-
care´-kovariante Diagrammatik darstellen, vgl. Ref. [220]. Auf dieser basisiert der Beweis
‘t Hoofts ihrer Renormierung und sein explizites Regularisierungs- und Renormierungsver-
fahren, vgl. unsere Ausfu¨hrungen dazu; ebenso der Beweis Asymptotischer Freiheit, vgl. un-
sere Ausfu¨hrungen dazu. Beide Beweise zusammen heißen Selbstkonsistenz der Theorie und
ihre Konsistenz mit der Pha¨nomenologie der StarkenWechselwirkung im Ultravioletten (per-
turbativen) Bereich. Ihre Konsistenz auch im Infraroten (nichtperturbativen) Bereich ist ak-
zeptiert, wenn auch keine Technik existiert, ihre zentralen Pha¨nomene wie sie Chirale Sym-
metriebrechung und Confinement formal-analytisch aus der effektiven Lagrangedichte Leff.
herzuleiten. Die Diagrammatik perturbativer QCD scheint dazu ungeeignet zu sein.
Ausblick
Die vorliegende Arbeit wendet sich zu der Struktur der Theorie im Infraroten, das heißt auf
die Struktur der QCD in ihrem nichtperturbativ dominierten Bereich, dem gleichermaßen
zugrunde liegt die vorgestellte lokale Poincare´-kovariante Formulierung der QCD als La-
grange’sche Quantenfeldtheorie. Diese ist – wir rekapitulieren – vollsta¨ndig bestimmt durch
die formulierte effektive Lagrangedichte Leff., wenn vorgegeben sind ein Regularisierungs-
und Renormierungsverfahren und Zahlenwerte fu¨r dessen Parameter.
Alle physikalischen Aussagen, das heißt alle observablen Gro¨ßen einer renormierbaren
Quantenfeldtheorie lassen sich ausdru¨cken durch ihre ein-Teilchen-irreduziblen (n-Punkt-)
Greenfunktionen G
(n)
1−irred., die in diesem Sinne synonym stehen fu¨r die Theorie an sich, s.u.
0.19Sei angemerkt, daß der vorgestellten Quantisierung im Funktionalintegral-Formalismus nach Faddeev
und Popov [71,72] das perturbative Konzept bereits inha¨rent ist: Insofern, als sie fordert, daß F [A]=C das
Eichfeld auf genau ein (Eich)Orbit fixiert. In einer nichtabelschen Eichtheorie ist dies aber nicht der Fall fu¨r
große Werte des Eichfelds, das heißt auf nichtperturbativen Skalen; bzgl. dieser Gribov ambiguities [99] vgl.
Ref. [114]. Der Formalismus ist nichtperturbativ
”
krank“ definiert. Es gibt Versuche, ihn entsprechend zu
modifizieren [190]; solange dies nicht gelungen ist, bleibt nur das Problem als Dokument dessen zu ignorieren,
daß (nichtabelsche) Quantenfeldtheorie noch immer nicht mathematisch in aller Strenge formuliert ist.
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Seite 23. Diese Greenschen Funktionen sind im Funktional- oder Pfadintegralzugang definiert
u¨ber normierte Funktionalintegrale eines entsprechenden Produkts von n Quantenfeldern,
gewichtet mit der exponentierten effektiven Wirkung exp iSeff., die genau das Raumzeit-
Integral der effektiven Lagrangedichte ist: Seff.=
∫
dxLeff.(x). ”
Die Theorie lo¨sen“ besteht
im eigentlichen darin, diese Funktionalintegrale auszuwerten. Allerdings lassen sich Funk-
tionalintegrale allgemein lo¨sen nur fu¨r eine Wirkung, in der die Felder quadratisch auftreten;
nur dann lassen sich die Integrationen auf Gauß’sche Integrationen zuru¨ckfu¨hren, nur diese
lassen sich analytisch auswerten.
Perturbative QCD ist definiert genau durch eine perturbative Behandlung des Funktio-
nalintegrals. Dabei wird die effektive Wirkung formal in zwei Summanden aufgeteilt: in
einen in diesem Sinne quadratischen Anteil, der analytisch ausgewertet wird, und in einen
Rest, der als kleine Korrektur im Rahmen einer Sto¨rungsreihe erfaßt wird. Effektiv ist
dies eine Entwicklung in dem Parameter g2ren./4π (mit gren. die renormierte Eichkopplung
der QCD), und sie ist sinnvoll, nur solange diese klein ist, das heißt Abbruch der Reihe nach
einer endlichen Anzahl Glieder ein kleiner Fehler bedeutet. Dies ist der Fall im ultraviolet-
ten Bereich der Theorie, der asymptotisch frei ist: gren.(µ) verschwindet mit anwachsender
(Energie)Skala µ. Dies ist nicht der Fall im Infraroten, wo die nichtabelsche Eichstruktur der
Theorie – die Selbstkopplung des Eich-Vektorfelds durch den Kommutatorterm [Aµ, Aν ] im
Feldsta¨rkentensor – zu einem Anwachsen der Kopplung bis hin zu ihrer formalen Divergenz
am sogenannten Landau-Pol fu¨hrt.
Kapitel 1 geht hierauf na¨her ein. Es wird sich die dringende Frage nach einem Verfahren
ergeben, mithilfe dessen das Funktionalintegral ausgewertet werden kann, ohne auf eine
sto¨rungstheoretische Behandlung im angesprochenen Sinne zuru¨ckgreifen zu mu¨ssen. Wir
werden dieser Frage begegnen, indem wir dasModell des Stochastischen Vakuums (MSV) von
Dosch und Simonov motivieren und einfu¨hren. Die gefu¨hrte Diskussion und der angegebene
Formalismus liegen wesentlich zugrunde den nachfolgenden Kapitel.
Kapitel 2 fu¨hrt aus, wie das Modell des Stochastischen Vakuums bezogen wird auf Hoch-
energiestreuung und einer Analyse zuga¨nglich macht nichtperturbative Beitra¨ge. – Die ei-
gentliche Zielrichtung unserer Arbeit: Hochenergiestreuung im nichtperturbativen Vakuum
der Quantenchromodynamik.
Explizit geschieht dies mithilfe einer nichtperturbativen Formel fu¨r die Streuung zweier
Colour-Singuletts, die repra¨sentiert sind in Termen (eichinvarianter) Wegner-Wilson-Loops,
bei kleinem invarianten Quadrat des Impulsu¨bertrags, typischerweise −t<1 GeV2, im Li-
mes unendlichen invarianten Quadrats der Schwerpunktenergie, s→∞.
Wir geben an die Herleitung dieser Formel durch Nachtmann. Vor dem Hintergrund
dieser Herleitung argumentieren wir, in welcher Weise die Formel verallgemeinert werden
kann zur Anwendung auf große aber endliche Schwerpunktenergie. Wir gelangen zu ei-
nem Ausdruck, der dominiert ist von dem Erwartungswert bezu¨glich des nichtperturbativen
QCD-Vakuums zweier Wegner-Wilson-Loops, deren zeitartige Linien nahe des Lichtkegels
liegen – statt exakt darauf. Die Streuamplitude kann daher analytisch fortgesetzt werden
von der physikalischen Minkowskischen Raumzeit in deren analytische Fortsetzung ins Eu-
klidische. Wir arbeiten diese Fortsetzung explizit aus.
Zum einen fu¨hrt die Rechnung zu einem tieferen Versta¨ndnis davon, wie sich vor dem
Hintergrund des MSV nichtperturbative Streubeitra¨ge bei hohen Energien
√
s konstituieren
im Zusammenspiel von longitudinaler und transversaler Dynamik. Zum anderen machen
wir die Streuamplitude, die a priori nur definiert ist in der physikalischen Minkowskischen
Raumzeit, zuga¨nglich einer Auswertung in Euklidischer Raumzeit. Dies ist von Bedeutung
aus verschiedenen Gru¨nden: Hier ist die Argumentation sehr viel natu¨rlicher, die zu den An-
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nahmen fu¨hrt, auf denen das MSV ruht; – mit anderen Worten, wir besta¨tigen a posteriori
die naive Minkowskische Formulierung des MSV. Und hier ist im Prinzip eine modellun-
abha¨ngige Auswertung mo¨glich: durch numerische Simulationen im Rahmen von QCD als
Gittereichtheorie.
In den beiden folgenden Kapiteln wird der angegebene Formalismus bezogen auf explizite
Teilchenreaktionen, die in besonderer Weise dominiert sind durch nichtperturbative QCD.
Kapitel 3 diskutiert diffraktive Leptoproduktion eines Vektormesons V im Grundzu-
stand an einem Nukleon N : Das Lepton strahlt ein virtuelles Photon γ∗ ab, das diffraktiv
und bei hoher Schwerpunktenergie an N streut und im Sinne der Reaktion γ∗N→V N
exklusiv ein Vektormeson produziert; das Nukleon bleibt dabei vollsta¨ndig intakt. Diese
Reaktion wird theoretisch zuga¨nglich im Rahmen des MSV mit zusa¨tzlicher Kenntnis der
hadronischen Wellenfunktionen der involvierten Teilchen.
Zuna¨chst rechtfertigt der diskutierte kinematische Bereich großer inverianter Schwer-
punktenergie
√
s, die Zusta¨nde zu repra¨sentieren als Superposition ihres fu¨hrenden Fock-
Zustandes. Auf der einen Seite der Streuung wird zugrunde gelegt fu¨r das Nukleon der
einfache Ansatz von Quark-Diquark-Paaren, deren beiden Konstituenten gleichverteilt sind
bezu¨glich ihres longitudinalen Impulses und Gauß’sch verteilt bezu¨glich ihres trensversalen
Relativimpulses. Auf der anderen Seite der Streuung wird das Photon repra¨sentiert als
Superposition von Quark-Antiquark-Zusta¨nden, deren Wellenfunktion bestimmt ist durch
Light-Cone Perturbation Theory (LCPT), das heißt durch gewo¨hnlichen Sto¨rungstheorie auf
dem Lichtkegel. Diese Beschreibung ist wohldefiniert fu¨r große Virtualita¨ten Q des Photons,
bricht aber bei kleinen Skalen Q zusammen. Dies geschieht bei zunehmender Manifestation
der Brechung der Chiralen Symmetrie0.20 und von Confinement; dann wenn diese Effekte
die Quark-Antiquark-Dipole auf transversale Ausdehnungen beschra¨nken, die sehr viel klei-
ner sind als 1/Q, die transversale Ausdehnung des perturbativen Photons. In praxi ist dies
massiv zu erwarten fu¨r Virtualita¨ten kleiner als ein GeV, Q2<1 GeV2.
In Analogie zu der Wellenfunktion des Photons modellieren wir eine Quark-Antiquark-
Wellenfunktion des Vektormesons. Dies heißt im wesentlichen, die Helizita¨tsstruktur des
Quarks und Antiquarks von der Wellenfunktion des Photons zu u¨bernehmen und den das
Photon in der LCPT charakterisierende Energienenner
(
z(1−z)Q2+m2 + k2)−1 zu erset-
zen durch eine Funktion, die abha¨ngt von dem transversalen Impuls k2, der verknu¨pft ist
mit dem transversalen Relativimpuls von Quark und Antiquark, und dem Anteil z des
Quarks, (1−z) des Antiquarks am gesamten Lichtkegelimpuls. Fu¨r diese Funktion wird ein
Ansatz gemacht, der motiviert ist durch die Gauß’schen Wellenfunktionen des transversalen
Harmonischen Oszillators; seine zwei Parameter werden Fixiert durch Forderung von Nor-
miertheit und Reproduktion der observablen elektronischen Zerfallsbreite des Vektormesons.
Auf Basis der in dieser Weise konstruierten hadronischen Wellenfunktionen werden be-
rechnet charakteristische Observable der Reaktion γ∗N→ V N und verglichen mit den ex-
perimentellen Daten – soweit diese vorhanden sind. Wir untersuchen insbesondere die Pro-
duktion der Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020) und J/ψ(3097) und finden insgesamt
gute U¨bereinstimmung mit dem Experiment.
Die – drei – Parameter des MSV sind numerisch fixiert durch Prozesse, die allenfalls ent-
fernt in Zusammenhang stehen mit den diskutierten Reaktionen. Wir sehen daher besta¨tigt
als wesentlich den grundlegenden Mechanismus des MSV, der nichtperturbative Beitra¨ge zur
0.20Die Lagrangedichte der QCD besitzt zusa¨tzlich zu den Symmetrien unter C-, P- und T -, lokale SU(Nc)-
Eich- und Poincare´-Transformationen noch weitere Symmetrien: Es sind dies, im Limes verschwindender
Fermionmassen, die in Fußnote 0.17 angemerkte globale SU(NF)-Symmetrie und die chirale Symmetrie, d.h.
Invarianz unter globalen SU(NF )l ⊗ SU(NF)r-Transformationen, wobei die Skripte fu¨r Links- und Rechts-
Ha¨ndigkeit stehen.
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Hochenergiestreuung erkla¨rt durch die Ausbildung und Wechselwirkung gluonischer Strings
zwischen den (Anti)Quarkkonstituenten.
Kapitel 4 arbeitet die Relevanz dieses Mechanismus weiter heraus in Reaktionen, die
hierzu pra¨destiniert sind aufgrund der erheblich gro¨ßeren transversalen Ausdehnung der in-
volvierten – struenden – Teilchen.
Zum einen erweitern wir unsere Analyse, indem wir auch Photonen mit kleiner bis ver-
schwindender Virtualita¨t – das heißt Photoproduktion: Q2≡0 – in unsere Diskussion mit
einbeziehen. Dies, so kann argumentiert werden, ist mo¨glich durch phenomenologische Ex-
trapolation der renormierten Lagrange’schen Quarkmasse, wie sie auftritt in der LCPT, von
Q2∼=1 GeV2 nach Q2=0 hin zu einer Konstituentenquarkmasse.
Zum anderen betrachten wir neben der exklusiven Produktion des ρ-Vektormesons auch
die seiner ersten beiden angeregten Zusta¨nde ρ(1450) und ρ(1700). Beno¨tigt werden hierzu
entsprechend die Quark-Antiquark-Wellenfunktionen der angeregten Vektormesonen. Wir
geben Argumente dafu¨r an, die angeregten Zusta¨nde als Mischung eines Quark-Antiquark-
2S-Zustandes und eines inerten Restes aufzufassen, der dadurch per definitionem charakte-
risiert ist, daß seine Kopplung an das Photon unterdru¨ckt ist. Es sind dies also entweder
Anregungen ho¨heren Bahndrehimpulses, deren Kopplung differiert von Null erst durch relati-
vistische Effekte, oder ho¨here Fock Zusta¨nde: im einfachsten Fall ein Quark-Antiquark-2D-
beziehungsweise ein hybrider Quark-Antiquark-Gluon-Zustand. Die explizite Konstrukti-
on der Wellenfunktion geschieht analog zur Wellenfunktion des Grundzustandes – der un-
vera¨ndert u¨bernommen wird vom vorhergehenden Kapitel 3. Die Parameter werden analog
fixiert und zusa¨tzlich gefordert Orthogonalita¨t zum Grundzustand.
Auf Basis dieser pha¨nomenologischen Ansa¨tze werden berechnet charakteristische Ob-
servable und diese verglichen mit den experimentellen Daten – soweit diese vorhanden sind.
Abgesehen von einzelnen subtileren Fragen, erhalten wir en gros trotz der Einfachheit un-
serer Ansa¨tze gute bis sehr gute U¨bereinstimmung. Dies trifft insbesondere zu fu¨r Gro¨ßen,
die wir postulieren, wa¨hrend sie in der sonstigen Literatur nur parametrisiert sind.
Zusammenfassend die Kapitel 3 und 4 sind zwei Aspekte zu betonen. Angesichts dessen,
daß die Parameter des MSV numerisch fixiert sind in Prozessen mit allenfalls entfernten
Zusammenhang mit den diskutierten Reaktionen, unterstreicht die gute U¨bereinstimmung
mit experimentellen Daten – soweit vorhanden – die Relevanz des Modells. Das heißt die all-
gemeine Relevanz seines grundlegenden Mechanismus der Ausbildung und Wechselwirkung
gluonischer Strings fu¨r nichtperturbative Quantenchromodynamik. Andererseits geben wir
in großem Umfang numerische Postulate an fu¨r Observable, die wir vorschlagen zur Mes-
sung – zur Verifizierung (oder Falsifizierung) dieses Mechanismus.
Die wesentlichen Resultate unserer Arbeit von Kapitel 3 und 4 sind vero¨ffentlicht in den
beachteten Refn. [65] beziehungsweise [125–127]. Ihnen liegt zugrunde die s→∞-asympto-
tische T -Amplitude. Die T -Amplitude fu¨r große aber endliche Werte von s ist Resultat
der Analyse von Kapitel 2, die chronologisch den Abschluß unserer Arbeit darstellt; ihre
Vero¨ffentlichung ist in Vorbereitung in Ref. [128].
Wir weisen ferner hin auf Ref. [124], unsere Diplomarbeit an der Ruprecht-Karls-Universi-
ta¨t Heidelberg, die mit Fragen aufgeworfen hat, die hier diskutiert und beantwortet werden.
Kapitel 1
Stochastisches Vakuum
Wir diskutieren in dieser Arbeit diffraktive Streuung bei hohen invarianten Schwerpunkt-
energien als Konsequenz nichtperturbativer QCD. Zu nichtperturbativer QCD existiert kein
kanonischer Zugang aber die verschiedensten Ansa¨tze. Wir werden daher zuna¨chst unseren
Zugang zu diesem Bereich der QCD kleiner (Energie)Skalen formulieren: das Modell des
Stochastischen Vakuums (MSV) von Dosch und Simonov. In diesem ersten Kapitel wollen
wir dieses Modell in seinen Grundzu¨gen vorstellen: die zugrundeliegende Idee – wie diese
motiviert ist und die de facto Annahmen, die sie bedeutet – die Gro¨ßen, in Termen derer
das Modell arbeitet, die notwendige Mathematik und den resultierenden Formalismus im
allgemeinen. Zwangsla¨ufig, in Hinblick auf unsere Anwendung auf diffraktive Hochenergie-
streuung, gehen wir ein auf die Beschreibung von Confinement.
Nichtperturbative QCD steht synonym fu¨r den Infrarotbereich, also den Bereich kleiner
(Energie)Skalen µ der QCD, die allgemein definiert ist durch die Lagrangedichte L bezie-
hungsweise die effektive Lagrangedichte Leff., vgl. Gl. (0.1) bzw. (0.6).
Die Asymptotische Freiheit dieser Theorie auf großen Skalen µ, das heißt das Verschwin-
den der renormierten Eichkopplung gren.(µ) asymptotisch mit µ→∞ legt eine Entwicklung
in diesem Parameter nahe und definiert durch die entsprechende Sto¨rungsreihe perturbati-
ve QCD: Terme ho¨herer Ordnung bedeuten eine nur
”
kleine“ Korrektur und schon die ersten
Terme vermitteln Aussagen von in praxi ausreichender Genauigkeit; eine
”
kleine“ Anzahl
ho¨herer Ordnungen ist dann miteinzubeziehen, wenn eine ho¨here Genauigkeit gefordert wird.
Kontra¨r hierzu ist das Verhalten der Theorie auf kleinen Skalen µ. (Diffraktion ist
genau dominiert von großen Absta¨nden der Ordnung 1/µ.) So zeigt die Extrapolation der
Eichkopplung gren.(µ) hin zu kleinen µ mit Argumenten der Renormierungsgruppe (also das
perturbative Konzept impliziert), daß diese anwa¨chst wie (lnµ/ΛQCD)
−1, das heißt formal
sogar divergiert fu¨r µ=ΛQCD, dem Landau-Pol der QCD – sie also weit davon entfernt ist,
”
kleiner“ Parameter zu sein. Auf kleinen Skalen konvergiert die Sto¨rungsreihe also nicht, die
herko¨mmliche Sto¨rungstheorie, mit anderen Worten: perturbative QCD, ist nicht definiert.
Daß eine Entwicklung in gren.(µ) auf beliebigen Skalen µ nicht definiert sein kann, folgt
schon a priori, seit bekannt ist, daß Eichfeldkonfigurationen existieren – aufgrund einfacher
U¨berlegungen sogar existieren mu¨ssen, vgl. in Ref. [147] –, die zur effektiven Lagrangedichte
und damit zur effektiven Wirkung Seff.=
∫
dxLeff.(x) der QCD proportional zu g
−2
ren. beitra-
gen. Dies insofern, als sich observable Gro¨ßen – im Formalismus des Funktionalintegrals –
herleiten aus dem Erzeugenden Funktional Z nach Gl. (1.6), in das wesentlich eingeht das
Exponential der effektiven Wirkung, exp iSeff.; fu¨r verschwindende Kopplung gren. besitzt Z
also eine wesentliche Singularita¨t und daher observable Gro¨ßen keine Entwicklung um die-
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sen Punkt. Auf der anderen Seite sind diese Beitra¨ge relevant, da fu¨r sie die (Euklidische)
effektive Wirkung ein Extremum annimmt, sie also Lo¨sungen der klassischen Theorie sind,
um die herum Quantenfluktuationen auftreten.
Wir ko¨nnen hier nicht na¨her auf diese sogenannten Instanton(konfiguration)en eingehen,
die Mitte der siebziger Jahre explizit angegeben wurden, vgl. die Refn. [20, 209]; was ihre
Konstruktion und Relevanz fu¨r die QCD betrifft verweisen wir auf die Refn. [34, 68, 195].
Wesentlich ist aber, daß sie in Minkowskischer Raumzeit physikalisch zu interpretieren sind
als Wahrscheinlichkeit fu¨r den U¨bergang (im Raum des Eichfelds) zwischen zwei topolo-
gisch nicht-a¨quivalenten Grundzusta¨nden – Vakua – der Theorie. Oder: Das physikalische
Vakuum der QCD ist zu verstehen als U¨berlagerung unendlich vieler topologisch nicht-a¨qui-
valenter Vakua. Es hat in diesem Sinne eine nichttriviale Struktur.
Ein a¨hnlich anknu¨pfendes Versta¨ndnis des physikalischen Vakuums liegt den Summenre-
geln der QCD zugrunde, wie sie 1979 von Shifman, Vainshtein, Zakharov formuliert worden
sind in Ref. [193], vgl. auch Ref. [161]: Ausgehend von perturbativer QCD treten nicht-
perturbative Beitra¨ge auf als power corrections, die bestimmt sind durch Erwartungswerte
bezu¨glich des physikalischen Vakuums, die identisch verschwinden wu¨rden bezu¨glich des per-
turbativen Vakuums. Explizit wird die Operatorproduktentwicklung Wilsons, vgl. Ref. [233],
ausgedehnt auf nichtperturbative Skalenbereiche und angewandt auf Korrelatoren von Vek-
torstro¨men, vgl. Ref. [159]. In der Entwicklung treten normalgeordnete Operatoren in den
Lagrange’schen Quantenfeldern Od auf mit beliebig hoher kanonischen Dimension d. Alle
bis auf O0 ≡ 1l verschwinden per definitionem bezu¨glich des perturbativen Vakuums; ihre
Erwartungswerte bezu¨glich des physikalischen Vakuums, parametrisieren nichtperturbative
Beitra¨ge u¨ber eine nichttriviale Struktur des Vakuums der QCD.
In dieselbe Richtung einer nichttrivialen Struktur des Vakuums der QCD, gehen die Ar-
beiten ‘t Hoofts von 1978/79, siehe die Refn. [210, 211]. Sie zeigen, daß das Vakuum einer
nichtabelschen Eichtheorie aufgefaßt werden kann als Kondensat magnetischer Monopole,
das sich daher verha¨lt wie ein dualer Supraleiter; Confinement das Ausbilden eines (chro-
mo)elektrischen gluonischen Strings erkla¨rt sich durch einen dualen Meißner-Effekts. Vgl.
auch die Refn. [170, 212].
Das gemeinsame Bild aller dieser Ansa¨tze ist das folgende: Im Sinne von Quanten-
fluktuationen werden aus dem Vakuum heraus permanent und, da masselos, in großer Zahl
niederenergetische (oder -frequenten) Gluonen erzeugt, treten aufgrund der Nicht-Abelizita¨t
der QCD miteinander in eine komplizierte, nichtlineare Wechselwirkung und werden wieder
vernichtet. Dies fu¨hrt zu einem permanent fluktuierenden Eichfeld-Hintergrund.
Im Formalismus des Funktionalintegrals, der bekanntereren und intuitiveren Quantenfor-
mulierung nichtabelscher Feldtheorien (im Vergleich zum BRST-Operatorformalismus), wird
dieser Hintergrund gerade vermittelt durch die Integration u¨ber alle Eichfeldkonfiguratio-
nen, die in komplizierter Weise gewichtet sind durch exp iSeff.=exp i
∫
dxLeff.(x). Hier gehen
ein die Yang-Mills- und die Dirac-Lagrangedichten, LYM bzw. LD, wie auch die Zwangsbe-
dingungen der Theorie, die sich in einem Eichfixierungs- und Geistterm, Lgf. bzw. Lghost,
manifestieren; vgl. die Gln. (0.6′) bzw. (0.6′′) bzgl. deren expliziten Gestalt.
Es ergeben sich Schlußfolgerung fu¨r die Formulierung des MSV, vgl. auch Ref. [62].
Dosch und Simonov nehmen zuna¨chst an, das Eichfeldmaß des Funktionalintegrals aufspal-
ten zu ko¨nnen in die Summe zweier Anteile, die von hoch- beziehungsweise niederfrequenten
Gluon-Eichfeldern dominiert sind. Der erste Anteil kann aufgrund von Asymptotischer
Freiheit kanonisch behandelt werden im Rahmen von perturbativer QCD. Der zweite, ver-
antwortlich fu¨r den nichtperturbativen Eichfeld-Hintergrund, wird durch einen expliziten
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Ansatz approximiert.
Es wird argumentiert: Das Infrarotproblem der QCD ist Konsequenz des perturbativen
Konzeptes, das auf beliebigen Skalen nicht geeignet ist – da nicht definiert –, die Theorie
auszuwerten; es ist insofern Artefakt des Zugangs zur Theorie und nicht ihr selbst inha¨rent.
In der observablen Physik existiert kein Infrarotproblem. Offensichtlich sind im Funktio-
nalintegral die Eichfeldkonfigurationen in subtiler Weise genau so gegeneinander gewichtet,
daß Beitra¨ge, die fu¨r sich genommen divergieren, einander aufheben.
Dies suggeriert die zwei Annahmen, die Grundannahmen des MSV: Die Fluktuationen
niederfrequenter Eichfeldkonfigurationen (die ihrer Komplexita¨t wegen bislang nicht haben
systematisch erfaßt werden ko¨nnen) ko¨nnen approximiert werden als stochastisch und sie
fu¨hren zu infrarot-endlichen Aussagen fu¨r observable Gro¨ßen.
Formal heißt dies: Fu¨r (observable) Erwartungswerte im nichtperturbativen Vakuum
der QCD – repra¨sentiert im Formalismus des Funktionalintegrals, das heißt als Integral
des entsprechenden Eichfeld-Funktionals, das aufzufassen ist als dessen Mittelung bezu¨glich
eines komplizierten Integrationsmaßes u¨ber sa¨mtliche niederfrequenten Eichfeldkonfigura-
tionen – wird angenommen, es existiert eine konvergente Kumulanten- oder Clusterentwick-
lung. Darunter wiederum ist zu verstehen eine konvergente Entwicklung, deren n-ter Term
gegeben ist durch die Kumulante n-ter Ordnung, eine nichtlokale Gro¨ße mit n Raumzeit-
Argumenten x1, . . . , xn, die definiert ist u¨ber ihre Clustereigenschaft , das heißt sie verschwin-
det
”
schnell“ (de facto exponentiell), wenn nur eines dieser Argumente den Cluster verla¨ßt
(den Bereich fest umrissener Ausdehnung), in dem die u¨brigen Argumente liegen.
Diese Entwicklung induziert als Parameter im wesentlichen die Korrelationsla¨nge als Maß
der Ausdehnung des korrelierten Bereiches und als Maß der Korrelationssta¨rke die Normie-
rungen der einzelnen Kumulanten – die aufgrund der Bianchi-Identita¨ten DρFµν+ zykl.=0
nicht unabha¨ngig voneinander sind, vgl. die Refn. [8, 191].
Wesentlich ist, daß der zugrundeliegende stochastische Prozeß nicht bezu¨glich der Eich-
felder Aµ, sondern bezu¨glich der Eichfeldsta¨rken Fµν angenommen wird. Die Kumulanten
beziehen sich auf diese Felder und stehen fu¨r die Korrelation auf kleinen Absta¨nden von
Eichfeldsta¨rken. Dies impliziert dann – anstatt sie von vornherein auszuschließen – die
komplexe Korrelation auf großen Absta¨nden von Eichfeldern, mit anderen Worten deren
Wechselwirkung bis hin u¨ber makroskopische Distanzen, wie sie gerade verantwortlich ist
fu¨r den von Aharonov und Bohm beschriebenen Effekt.
Das MSV in seiner allgemeinsten Form definiert sich genau u¨ber die Existenz einer kon-
vergenten Kumulantenentwicklung in diesem Sinne. Noch unabha¨ngig von dem zugrundelie-
genden stochastischen Prozeß, das heißt noch ohne die ihn definierenden Kumulanten explizit
anzugeben – letztlich aufgrund deren Clustereigenschaft –, fu¨hrt es zu linearem Confinement
fu¨r ein statisches Quark-Antiquark-Paar.
Wird dann der stochastische Prozeß spezifiziert, ist das dadurch definierte MSV im en-
geren Sinne ein voraussagekra¨ftiges Instrument, indem es in die Lage versetzt, nichtpertur-
bative Observable analytisch anzugehen und auszuwerten.
Es ist offensichtlich um so voraussagekra¨ftiger, durch je weniger Parameter es bestimmt
ist, je
”
einfacher“ der zugrundeliegende Prozeß ist. Der einfachste stochastische Prozeß ist
ein (zentrierter) Markov- oder Gauß’scher Prozeß , das heißt nur die Kumulante zweiter
Ordnung ist von Null verschieden. Das MSV im engeren Sinne spezifiziert in genau die-
ser Weise den Prozeß, der die Fluktuationen der niederfrequenten Eichfeldkonfigurationen
beschreibt. Diese Annahme ist
”
natu¨rlich“ schon insofern, als die stochastische Interpreta-
tion der Fluktuationen nur dann sinnvoll ist, wenn die assoziierte Kumulantenentwicklung
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”
schnell“ konvergiert, wenn ho¨here Ordnungen also nur
”
kleine“ Korrekturen darstellen.
Verschwinden die Kumulanten ho¨herer Ordnung identisch und damit die Korrekturen, ist
dies trivialerweise der Fall und die erste Approximation eines beliebigen sinnvollen Prozesses.
Impliziere das MSV zusa¨tzlich diese Gauß’sche Annahme. Es ist also vollsta¨ndig be-
stimmt durch die Kumulante zweiter Ordnung, die nichtlokale Verallgemeinerung des Gluon-
kondensats 〈g2FF〉A ≡ 〈g2Fµνa(0)Fµνa(0)〉A der Summenregeln von Shifman, Vainshtein,
Zakharov. Sie ist schon weitgehend bestimmt durch die Invarianz der QCD unter C-, P-
und T -Transformationen und ihrer (lokalen) Eich- und Poincare´invarianz. Sieht man ab
von ihrer expliziten funktionalen Form fu¨r korrelierte Raumzeit-Argumente (die tatsa¨chlich
zweitrangig ist), so treten zwei Parameter auf: die Normierung der Kumulante zweiter Ord-
nung, die gegeben ist durch 〈g2FF 〉A, und die Korrelationsla¨nge a der Eichfeldsta¨rken. Bei-
des sind Gro¨ßen von herausragender Bedeutung in nichtperturbativer QCD im allgemeinen,
ihre Zahlenwerte daher innerhalb gewisser Bereiche festgelegt.
Wir wollen diese Gedanken formaler fassen und das MSV explizit formulieren.
1.1 Observable als Eichfeld-Funktionalintegrale
Wie in der Einleitung ausgefu¨hrt ist eine renormierbare Quantenfeldtheorie (bei Angabe
eines Renormierungsschemas und Zahlenwerten fu¨r dessen Parameter) vollsta¨ndig bestimmt
durch ihre Lagrangedichte. Fu¨r die QCD haben wir effektiv
Leff. = L + Lgf. + Lghost (1.1)
Dabei ist
L = LYM + LD = −1
2
trFµνF
µν + ψ¯
(
i γµDµ −m
)
ψ (1.2)
die eigentliche Lagrangedichte der QCD, die sich aus dem Yang-Mills- und dem Dirac-Anteil
zusammensetzt, vgl. Gl. (0.1); die Dichten
Lgf. = −ξ−1 trF2[A] Lghost = −c¯a δFa[A]
δAµb
(Dµc)b (1.3)
sind der die Eichung auf F [A]=C fixierende Term beziehungsweise der zugeho¨rige Term der
Faddeev-Popov-Geistfelder, vgl. Gl. (0.6). Wir erinnern an Eichfelder und -feldsta¨rken:
Fµν = (i g)
−1[Dµ, Dν ] = ∂µAν − ∂νAµ + i g[Aµ, Aν ] (1.4)
Fµν = Fµνa T
a
R Aµ = Aµa T
a
R Fµνa = ∂µAνa − ∂νAµa − gfabcAµbAνc (1.4′)
und die eichkovariante Ableitung:
Dµ = ∂µ + i gAµ (D
x
µ)αβ = ∂
x
µ (1lR)αβ + i g Aµa(x) (T
a
R)αβ (1.5)
Dabei sind T aR die Generatoren und 1lR die Eins einer beliebigen Darstellung R der Eich-
gruppe SU(Nc) und ∂
x
µ≡∂/∂xµ. Sei verwiesen auf Ref. [114].
Die effektive Lagrangedichte Leff. ist also Funktional in den Quantenfeldern: in den Eich-
und fundamentalen Materiefeldern, A bzw. ψ, ψ¯, und den Geistern c, c¯. Zentrale Gro¨ße in
der Funktionalintegral-Formulierung der QCD ist Z, das Erzeugendes Funktional
Z[J, η, η¯] = N−1
∫
D(A,ψ, ψ¯, c, c¯) exp i
∫
dx
(
Leff. + tr J
µAµ + η¯ ψ + ψ¯ η
)
(1.6)
wobei entsprechende Quellenfelder J und η, η¯ eingefu¨hrt sind. Die Normierungskonstan-
te N−1 folgt aus der Forderung Z|J,η,η¯=0 ≡ 1. Die Integration dx ist zu verstehen als u¨ber
die vierdimensionale Minkowskische Raumzeit.
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Eine Quantenfeldtheorie zu lo¨sen heißt explizit, ihre Greenfunktionen zu bestimmen.
Diese sind formal Vakuumerwartungswerte von zeitgeordneten Produkten wechselwirkender
Quantenfelder und bestimmen die S-Matrix der Theorie vollsta¨ndig. Verschieden definierte
Greenfunktionen sind von Bedeutung:
Die (n-Punkt-)Greenfunktionen G(n) werden erzeugt durch das gerade definierte Funktio-
nal Z und zwar durch Anwendung – in definierter Reihenfolge – von Funktionalableitungen
nach den Quellen J und η, η¯ und deren anschließendes Nullsetzen, generisch:
G(n=l+2m)(x1, · · · , xl; y1, · · · , ym; y¯1, · · · , y¯m)
= 〈Ω| T
∏l
i=1 Aµi(xi)
∏m
j=1 ψ(yj)
∏m
j¯=1 ψ¯(y¯j¯) |Ω〉 (1.7)
= N−1
∫
D(A,ψ, ψ¯, c, c¯)
(
T
∏l
i=1 Aµi(xi)
∏m
j=1 ψ(yj)
∏m
j¯=1 ψ¯(y¯j¯)
)
exp i
∫
dxLeff.
(1.7′)
=
(
T
∏l
i=1
1
i
δ
δJµi(xi)
∏m
j=1
1
i
δ
δη¯(yj)
∏m
j¯=1 −
1
i
δ
δη(y¯j¯)
)
Z[J, η, η¯]
∣∣∣∣
J,η,η¯=0
(1.7′′)
wobei T fu¨r den Zeitordnungsoperator steht (die zweite Zeile suggestive Notation aus der
Operatorformulierung mit Ω dem physikalischen Vakuum). Ableitungen nach Graßmann-
wertigen – d.h. antikommutierenden – Feldern antikommutieren selbst und sind als linkssei-
tige zu verstehen, Eichgruppenindizes sind weggelassen.
Die zusammenha¨ngenden (n-Punkt-)Greenfunktionen G
(n)
c werden analog zu Gl. (1.7) er-
zeugt durch das Funktional Zc=lnZ.
Die ein-Teilchen-irreduziblen (n-Punkt-)Greenfunktionen G
(n)
1−irred. – dies sind die Green-
funktionen, die Feynman-Diagrammen entsprechen, die zusammenha¨ngend bleiben, wenn
eine beliebige interne Linie durchgeschnitten wird – folgen aus der Legendretransformier-
ten Z1−irred von Zc bezu¨glich der Quellenfelder J und η, η¯:
iZ1−irred.[A,ψ, ψ¯] = Zc[J, η, η¯] − i
∫
dx
(
trJµAµ + η¯ ψ + ψ¯ η
)
(1.8)
mit Aµ =
1
i
δZc
δJµ
ψ =
1
i
δZc
δη¯
ψ¯ = −1
i
δZc
δη
(1.8′)
die konjugierten Felder definieren und bezu¨glich der Quellen invertierbar sind.
Wir betrachten das Erzeugende Funktional Z nach Gl. (1.6). Die Materiefelder ψ, ψ¯ wie
auch die Geistfelder c, c¯ treten im Wirkung-Exponential nicht ho¨her als quadratisch auf,
vgl. die Gln. (1.1)-(1.3); ihre Integrationen sind Gauß’sch und ko¨nnen formal ausgefu¨hrt
werden:
Z[J, η, η¯] = N−1
∫
D(A) Det
(
iOghost
)
Det
(− iOD) exp −i ∫∫ dx dx′ η¯ OD−1 η
× exp i
∫
dx (LYM + Lgf. + trJ
µAµ)
(1.9)
mit
(Oghost)ab(x, x′) = δFa[A]δAµc(x) (Dxµ)cb δ(x − x′)(OD)nm(x, x′) = (i γµDxµ −m)nm δ(x− x′) OD−1 = (i γµDxµ −m)−1
(1.9′)
Es sind Oghost und OD, OD−1 Funktionale im Eich-Vektorfeld A; bei Bildung der Faddeev-
Popov-Geist- und der Fermion-Funktionaldeterminanten, Det(iOghost) bzw. Det(−iOD), sind
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sie aufzufassen als Matrizen mit (kontinuierlichen) Raumzeit-Indizes und Indizes bezu¨glich
der Eichgruppe in entsprechender Darstellung. Die kovariante Ableitung versteht sich dem-
gema¨ß als bezu¨glich der adjungierten Darstellung A: (Dµ)cb=∂µδcb+gfcbdAµd, respektive
der fundamentalen Darstellung F: (Dµ)nm=∂µδnm+i gAµa(T
a
F )nm; vgl. Gl. (1.5).
Wir betrachten Greenfunktionen nach Gl. (1.7) mit dem Erzeugenden Funktional Z in der
Darstellung von Gl. (1.9). Anwendung der 2m Funktionalableitungen nach den Graßmann-
wertigen Quellen η¯(yj), η(y¯j¯) projiziertm-mal das Funktional iOD−1[A] aus dem Exponenten
herunter (bevor dieser gleich Null gesetzt wird) und fu¨hrt auf die Summe dieser Monome
u¨ber alle verschiedenen Paarungen der Raumzeit-Argumente (versehen mit dem Vorzeichen
der entsprechenden Permutation σ∈Sm, das heißt der natu¨rlichen Zahlen 1, . . .m, und
dividiert durch m!, ihre Anzahl):
G(n=l+2m)(x1, · · · , xl; y1, · · · , ym; y¯1, · · · , y¯m) (1.10)
= 〈 T
∏l
i=1 Aµi(xi) ·
1
m!
∑
σ∈Sm sign(σ)
(
iOD−1
)
(y1, y¯σ(1)) · · ·
(
iOD−1
)
(ym, y¯σ(m)) 〉A
Die Notation 〈 · 〉A, bezogen auf ein beliebiges Funktional G im Eich-Vektorfeld A, steht fu¨r
das Funktionalintegral
〈G 〉A =
∫
Dµ(A) G[A] (1.11)
Es ist Dµ(A) das Haarsche Eichfeldmaß, das definiert ist durch
Dµ(A) = D(A) µ[A] (1.11
′)
mit µ[A] = N−1 Det
(
iOghost[A]
)
Det
(− iOD[A])
× exp i
∫
dx (LYM[A] + Lgf.[A])
(1.11′′)
Das implizite Auftreten des eichfixierenden Funktionals F suggeriert eine Abha¨ngigkeit von
der Eichfixierung. Tatsa¨chlich ist dies nicht der Fall, Dµ(A) ist eindeutig definiert und eichin-
variant. Die Eichinvarianz1.1 des Funktionalintegrals 〈 · 〉A eines eichinvarianten Funktionals
in A u¨bertra¨gt sich unmittelbar von der urspru¨nglichen Darstellung nach Gl. (1.7).
Durch die Greenschen Funktionen G(n) nach Gl. (1.10) la¨ßt sich ein beliebiger Erwar-
tungswert bezu¨glich des physikalischen Vakuums formal darstellen als Integral 〈 · 〉A eines
definierten Eichfeld-Funktionals. Mit der Konsequenz der Eichinvarianz dieses Funktio-
nals – wie auch der Lokalita¨t aufgrund der Forderung von Kausalita¨t (vgl. die ausfu¨hrliche
Diskussion in Ref. [133]) – auch beliebige Observable und insbesondere nichtperturbative
Observable – unter dem Caveat von Fußnote 0.19 auf Seite 15.
Allgemein macht die Darstellung 〈G 〉A des Erwartungswertes einer Gro¨ße bezu¨glich des
physikalischen Vakuums deutlich, vgl. Gl. (1.11), daß dieser genau die Mittelung des entspre-
chenden Funktionals G[A] u¨ber alle Konfiguration des Eichfelds A ist, die jeweils gewichtet
sind mit dem komplizierten Funktional µ[A], vgl. Gl. (1.11).
Wir wollen uns anschaulich – formal ist dies in eichinvarianter Weise nicht mo¨glich – das
Eichfeld aufgespalten denken in einen Anteil
”
kleiner“ und einen
”
großer“ Impulse: einen
Anteil nieder- beziehungsweise hochfrequenter Gluonen. Nichtperturbative Observable sind
dadurch definiert, daß sie im wesentlichen bestimmt sind durch in diesem Sinne nieder-
frequente Eichfeld-Konfigurationen (fu¨r genau die in der Darstellung 〈 · 〉A das MSV einen
Ansatz macht); hochfrequente Konfigurationen bewirken per definitionem eine nur kleine
Korrektur, die, wenn nicht ganz vernachla¨ssigt, berechnet wird im perturbativen Rahmen.
1.1Cum grano salis nicht Eich- sondern BRST-Invarianz; bzgl. unseres Sprachgebrauchs vgl. Seite 15.
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1.2 Mathematische Hilfsmittel
In diesem Abschnitt fu¨hren wir mathematische Hilfsmittel ein, die essentiell in die Formu-
lierung des MSV eingehen.
Dies sind zuna¨chst Konnektoren, mit deren Hilfe (im Sinne lokaler Eichkovarianz) par-
alleltransportierte Feldsta¨rken definiert werden, die wegen der Einfachheit ihres Verhaltens
unter Eichtransformationen die geeigneten Gro¨ßen sind zur Formulierung manifest eichinva-
rianter Funktionale in A.
Wir identifizieren Konnektoren bezu¨glich geschlossener Kurven, sogenannte Wegner-Wilson-
Loops, als die relevanten Eichfeld-Funktionale und geben mit dem nichtabelschen Sto-
kes’schen Satz an, wie sie in Termen paralleltransportierter Feldsta¨rken geschrieben werden.
Wir geben an, wie der Vakuumerwartungswerte 〈 · 〉A eines Wegner-Wilson-Loops dargestellt
wird als Entwicklung in Kumulanten.
1.2.1 Manifest eichinvariante Funktionale durch Konnektoren
Eichartefakte treten a priori nicht auf, wenn eine Theorie in eichinvarianten Gro¨ßen formu-
liert ist. Stehe O[A] allgemein fu¨r ein eichinvariantes Funktional in A. Zu seiner Konstruk-
tion rufen wir uns lokale Eichtransformationen in Erinnerung, das heißt Transformationen
unter einer Matrix U(x), die in jedem Punkt x der Raumzeit Element der Eichgruppe SU(Nc)
ist in geeigneter Darstellung R, vgl. die Gln. (0.2), (0.2′):
ψ → ψU := U ψ (1.12)
Aµ → AUµ :=
1
i g
U (Dµ U
†) = U Aµ U† + 1
i g
U (∂µ U
†) (1.12′)
Dabei transformiert die kovariante Ableitung per definitionem wie
Dµ → DUµ = U Dµ U† (1.13)
vgl. Gl. (0.3). Aus Fµν=(i g)
−1[Dµ, Dν ], vgl. Gl. (1.4), und der Unitarita¨t der Transforma-
tion, U†U=1lR, folgt damit fu¨r den Feldsta¨rkentensor
Fµν → DUµν = U Fµν U† (1.14)
vgl. Gl. (0.4). Dieses einfache Transformationsverhalten legt nahe, eichinvariante Funktio-
nale O[A] in Termen von Feldsta¨rken F statt von Feldern A zu konstruieren.
Allerdings ist in den Gln. (1.12)-(1.14) die Transformationsmatrix am entsprechenden
Weltpunkt zu nehmen. Fu¨r nichtlokale Funktionale dargestellt durch Produkte von Feld-
sta¨rken an Weltpunkten x1, x2, . . ., die mithilfe der Matrizen U(x1), U(x2), . . . transformie-
ren, treten daher Produkten U†(x1)U(x2), . . . auf, die im allgemeinen 6=1lR sind. Wir defi-
nieren daher verallgemeinerte Feldsta¨rken mit geeigneterem Transformationsverhalten.
Hierzu fu¨hren wir zuna¨chst den Eichgruppen-wertigen Konnektor Φ ein, nichtabelsche
Verallgemeinerung des Schwinger-Strings der QED:
Φ(x0, x; C) = P exp−i g
∫
C
dx′µ Aµ(x′) (1.15)
mit Aµ=Aµa T
a
R, R eine beliebige Darstellung der SU(Nc), und P dem Pfadordnungsopera-
tor P ≡PC bezu¨glich der orientierten Kurve C von x nach x0:
C≡Cx0x : t ∈ [0, 1]→ x′(t) mit x′(0) = x x′(1) = x0 (1.16)
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das heißt bezu¨glich des Kurvenparameters t. Allgemein hat Φ die Eigenschaften
Φ†(x0, x; Cx0x) = Φ−1(x0, x; Cx0x) = Φ(x, x0; Cx0x−1) (1.17)
Φ(x0, x; Cx0y ◦ Cyx) = Φ(x0, y; Cx0y) Φ(y, x; Cyx) (1.17′)
und ist Lo¨sung der Differentialgleichung im Kurvenparameter t mit Randbedingung:
d
dt
Φ(t) = −i g dx
′µ(t)
dt
Aµ(x
′(t)) Φ(t) Φ(0) = 1lR (1.18)
Die Bedeutung des Konnektors Φ folgt aus seinem Transformationsverhalten
Φ(x0, x; C)→ ΦU(x0, x; C) := U(x0) Φ(x0, x; C) U†(x) (1.19)
das in Kontrast steht zu Gl. (1.13) und (1.14).
Φ ist aufzufassen als Paralleltransporter : Mithilfe von Φ(x0, x; C) la¨ßt sich der Colour -
Gehalt einer Gro¨ße in eichkovarianter Weise entlang einer Kurve C von x nach x0 trans-
portieren. Beziehen wir in diesem Sinne Φ(x0, x; C) auf den Feldsta¨rkentensor, das heißt
definieren wir den paralleltransportierten Feldsta¨rkentensor durch
Fµν(x;x0, C) = Φ(x0, x; C) Fµν(x) Φ†(x0, x; C) (1.20)
so transformiert dieser wie:
Fµν(x;x0, C)→ FUµν(x;x0, C) := U(x0) Fµν(x;x0, C) U†(x0) (1.21)
vgl. Gl. (1.14) und (1.19), – das heißt wie eine bezu¨glich ihres Colour-Gehalts in x0 loka-
le Gro¨ße. Der paralleltransportierte Feldsta¨rkentensor Fµν(x;x0, C) ist der konventionelle
Feldsta¨rkentensor Fµν(x) modifiziert in dem Sinne, daß dessen Colour-Gehalt entlang der
Kurve C paralleltransportiert ist an den Punkt x0 – der bezeichnet wird als Referenzpunkt .
In Termen paralleltransportierter Feldsta¨rkentensoren Fµν(x;x0, Cx0x) definieren wir die
n-lokalen Eichfeld-Funktionale
On[A] = gnFµ1ν1(x1;x0, Cx0x1) Fµ2ν2(x2;x0, Cx0x2) · · · Fµnνn(xn;x0, Cx0xn) (1.22)
Dabei sei der Referenzpunkt x0 beliebig, aber fest gewa¨hlt, ebenso die Kurven Cx0xi von
Punkten xi nach x0. Aus Gl. (1.21) und wegen der Eichinvarianz des physikalischen Vaku-
ums Dµ(AU )=Dµ(A), oder in Operatornotation U |Ω〉= |Ω〉, folgt die Eichinvarianz von
〈 On 〉A (1.23)
= 〈 gnFµ1ν1(x1;x0, Cx0x1) Fµ2ν2(x2;x0, Cx0x2) · · · Fµnνn(xn;x0, Cx0xn) 〉A
und daher Proportionalita¨t zur Eins
〈 On 〉A = trR 〈 On 〉A · 1lR (1.24)
Die Spur bezieht sich auf eine beliebige Darstellung R der Eichgruppe SU(Nc) und ist defi-
niert als normiert auf die Dimension dR der Darstellung:
trR =
1
dR
tr =⇒ trR 1lR ≡ 1 ∀R (1.25)
mit dF ≡ Nc, dA ≡ N2c −1 (1.25′)
in der fundamentalen beziehungsweise adjungierten Darstellung und mit 1lR der entspre-
chenden Eins (d.h. der dR-dimensionalen Einheitsmatrix); vgl. Seite 10. Die Spur tr und
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damit trR vertauscht mit der Bildung des Vakuumerwartungswertes 〈 · 〉A wegen dessen
Linearita¨t.
Um manifeste Eichinvarianz unserer Formulierung zu garantieren, werden wir statt mit
Greenfunktionen in Termen von Eichfeldern A(x) nach Gl. (1.10) in der hierzu a¨quivalen-
ten Darstellung nach Gl. (1.23) arbeiten: mit Vakuumerwartungswerten 〈 On 〉A in Ter-
men entlang definierter Kurven Cx0xi zu einem festen (aber beliebigen) Referenzpunkt x0
paralleltransportierter Feldsta¨rken Fµν(xi;x0, Cx0xi).
Wir schließen diesen Abschnitt mit einem Exkurs. Zur Illustration geben wir die Koordina-
teneichung bezu¨glich des Referenzpunktes x0 an:
(x−x0)µ Aµ(x) = 0 Aµ(x0) = 0 (1.26)
sie ist offensichtlich nicht kovariant .
In ihr wird fu¨r Paralleltransport nach x0 entlang geradliniger Kurven Cx0x unsere For-
mulierung besonders einfach: Die entsprechenden Konnektoren Φ(x, x0; Cx0x) sich auf die
Eins reduzieren und daher die mit ihrer Hilfe paralleltransportierten Feldsta¨rken mit den
konventionellen identisch. Wir zeigen Fµν(x;x0, Cx0x)=Fµν(x).
Wir betrachten zuna¨chst die totale Ableitung von t2Fµν(y), mit y(t)=x0+t(x−x0), nach
dem Parameter t. Sie schreibt sich mithilfe der Eichbedingung, vgl. Gl. (1.26):
d
dt
[
t2 Fµν(y)
]
= t
[
2Fµν(y) + (x−x0)ρ Dxρ Fµν(y)
]
(1.27)
und mithilfe der Jacobi-Identita¨t fu¨r die kovariante Ableitung DρFµν+DµFνρ+DνFρµ=0,
vgl. Seite 11
d
dt
[
t2 Fµν(y)
]
= t
[
Fµν(y) + (x−x0)ρ Dxµ Fρν(y)
]
− {µ↔ν} (1.28)
= Dxµ
[
t (x−x0)ρ Fρν(y)
]
− {µ↔ν}
Wir haben damit die Darstellung des Feldsta¨rkentensors als Integral
Fµν(x) =
∫ 1
0
dt
d
dt
[
t2 Fµν(x0+t(x−x0))
]
(1.29)
= Dxµ
[ ∫ 1
0
dt t (x−x0)ρ Fρν(x0+t(x−x0))
]
− {µ↔ν}
Andererseits gilt Fµν =(i g)
−1[Dµ, Dν ]= ∂µAν−∂νAµ+i g[Aµ, Aν ], vgl. Gl. (1.4), das heißt
Fµν(x)=D
x
µAν(x)− {µ↔ν}. Gegenu¨berstellung mit Gl. (1.29) ergibt
Aµ(x) =
∫ 1
0
dt t (x−x0)ρ Fρµ(x0+t(x−x0)) (1.30)
als (nichtlokale) Darstellung von A durch F .
Fu¨r das Linienintegral im Exponenten des Konnektors Φ(x0, x; C), vgl. Gl. (1.15), gilt
entlang der geradlinigen Verbindung C von einem Punkt x nach x0:∫
C
dx′µ Aµ(x′) = −
∫ 1
0
dt′(x−x0)µ Aµ(x′(t′)) (1.31)
= −
∫ 1
0
dt
∫ 1
0
dt′ t t′ (x−x0)ρ (x−x0)µ Fρµ(x0+t t′(x−x0)) (1.31′)
= 0 (1.31′′)
mit der zweiten Identita¨t wegen Gl. (1.30) und der dritten wegen der Antisymmetrie des Feld-
sta¨rkentensors bezu¨glich der Lorentz-Indizes.
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Entlang gerader Verbindungen zum Referenzpunkt x0 ist der Konnektor nach Gl. (1.15)
in Koordinateneichung bezu¨glich x0 die Exponentialfunktion an der Stelle Null, das heißt
die Eins. Feldsta¨rken und paralleltransportierte Feldsta¨rken sind identisch:
Φ(x, x0; Cx0x) ≡ 1lR so daß Fµν(x;x0, Cx0x) = Fµν(x) (1.32)
dabei ist R die Darstellung von Φ, vgl. Gl. (1.15).
Wir betonen, daß wir uns weder auf diese Eichung noch auf Geradlinigkeit der Kur-
ven Cx0xi beschra¨nken. Wir arbeiten in Termen allgemeiner paralleltransportierter Feldsta¨r-
ken Fµν(xi;x0, Cx0xi). Unsere Formulierung ist manifest eich- und Poincare´-kovariant .
1.2.2 Nichtabelscher Stokes’scher Satz
Wir betrachten den Konnektor Φ von x zuru¨ck nach x entlang C ≡ Cxx, einer beliebigen
geschlossenen Kurve C≡Cxx
Φ(x, x; C) = P exp−i g
∫
C
dx′µ Aµ(x′) (1.33)
mit C≡Cxx : t ∈ [0, 1]→ x′(t) x′(0) = x′(1) = x
Das Eich-Vektorfeld A, vermittels Aµ=AµaT
a
R, und damit Φ sind aufzufassen als bezu¨glich
einer beliebigen Darstellung R der Eichgruppe.
Die Spur von Φ ist eichinvariant und wird bezeichnet als Wegner-Wilson-Loop
W (C) = trR Φ(x, x; C) (1.34)
Zur Definition der Spur trR vgl. die Gln. (1.25), (1.25
′). Vakuumerwartungswerte 〈 · 〉A
von Produkten von Wegner-Wilson-Loops sind von herausragender Bedeutung als Ord-
nungsparameter von Eichtheorien auf Skalen, die perturbativ nicht zuga¨nglich sind; vgl.
die Refn. [222, 235]. – Wir werden sehen, inwiefern auch in der vorliegenden Arbeit.
Zur Anknu¨pfung an den vorangehenden Abschnitt 1.2.1 ist in Gl. (1.33) u¨berzugehen
von Eichfeldern A zu Eichfeldsta¨rken F .
Der Stokes’sche Satz auf einer (pseudo-)Riemannschen Mannigfaltigkeit G ist fu¨r das
Integral der a¨ußeren Ableitung einer beliebigen abelschen (s−1)-Form ω u¨ber eine s-dimen-
sionale Untermannigfaltigkeit Gs⊂G genau folgende Identita¨t:∫
Gs
d ∧ ω =
∫
∂Gs
ω (1.35)
vgl. Gl. (E.12) in Anhang E.1 und Ref. [86].
Seien ω≡A=Aµdxµ und F = 12Fµνdxµ ∧ dxν respektive Eichfeld und Eichfeldsta¨rke ei-
ner abelschen Theorie, etwa der QED. Dann gilt d ∧ ω≡d ∧ A=F . Sei ferner Gs=S≡S(C)
eine beliebige Fla¨che mit Rand C, das heißt ∂Gs≡∂S≡C. Dann lautet Gl. (1.35):∫
S(C)
F =
∫
C
A (1.36)
⇐⇒ 1
2
∫
S(C)
dσµν(x′) Fµν(x′) =
∫
C
dx′µ Aµ(x′) (1.36′)
mit dσµν(x′)≡dV µν(x′)=dx′µ ∧ dx′ν , vgl. die Gln. (E.10), (E.13) und Ref. [200]. Diese
Identita¨t ist zu verallgemeinern auf das nichtabelsche Eichfeld/die Eichfeldsta¨rke der QCD.
1.2 Mathematische Hilfsmittel 29
  
  
  
.
.
.
.
.
.
  
  
.
.
.
  
.
.
.
P
11
P
12
P
1N
P
21
P
M1
P
MN
C
A
x0
x′0
Abbildung 1.1: Die Kurve C (gestrichelt) wird aufgeschnitten in A und durch Einschub von
Einsen deformiert zu der Kurve C˜. Diese fa¨chert pfadgeordnet mit infinitesimalen Plaket-
ten PIJ eine (hier: plane) Fla¨che S ≡S(C˜), ∂S ≡C, auf. Im Grenzfall unendlich feiner Pla-
kettierung treten auf: an den Punkten x′≡x11, x′′≡x12, . . .∈S die zu einem Referenspunkt
x0 ∈ S entlang Kurven Cx0x′ , Cx0x′′ , . . . paralleltransportierte Feldsta¨rken. Die Pfeile nach
rechts illustrieren die Wirkung des Pfadordnungsoperators PC˜ fu¨r diese spezielle Auffa¨che-
rung. Der Colour-Gehalt der Feldsta¨rken kann o.E.d.A. weiter paralleltransportiert werden
von x0 an einen beliebigen anderen Referenz-Punkt x
′
0. Wir danken Edgar Berger fu¨r die
U¨berlassung dieser Abbildung; sie illustriere das im Text diskutierte Verfahren.
Der Nichtabelsche Stokes’sche Satz fu¨r den Konnektor Φ(x, x; C), vgl. Gl. (1.33), wird
allgemein hergeleitet, indem die Kurve C durch Einschub von Einsen 1lR=Φ†Φ deformiert
wird, vgl. die Refn. [9, 30, 53, 84, 192, 197], besonders Ref. [148]. Er lautet:
Φ(x, x; C) = PC exp−i g
∫
C
dx′µ Aµ(x′) (1.37)
= Φ(x, x0; Cx0x−1)
(
PC˜ exp−
i g
2
∫
S(C˜)
dσµν(x′) Fµν(x′;x0, Cx0x′)
)
Φ(x0, x; Cx0x)
Spurbildung trR bezu¨glich der Darstellung R von Φ ergibt, vgl. die Gln. (1.25), (1.25
′):
W (C) = trR Φ(x, x; C) = trR PC exp−i g
∫
C
dx′µ Aµ(x′) (1.38)
= trR PC˜ exp−
i g
2
∫
S(C˜)
dσµν(x′) Fµν(x′;x0, Cx0x′)
Diese Gleichungen, insbesondere das pfadgeordnete Exponential des Fla¨chenintegrals, bedu¨r-
fen gegenu¨ber dem konventionellen Stokes’schen Satz folgender Anmerkungen, vgl. Abb. 1.1.
Es tritt ein Referenzpunkt x0 auf, der als Element der Integrationsfla¨che S≡S(C˜) belie-
big gewa¨hlt werden kann, und an x0 paralleltransportierte Feldsta¨rken Fµν(x
′;x0, Cx′x0).
Der Paralleltransport geschieht entlang einer Kurve C˜, die die Fla¨che S aufspannt (
”
pla-
kettiert“) und aus der Kurve C formal hervorgeht, indem diese durch Einschub von Einsen
1lR = Φ
−1Φ = Φ(x′, x0; Cx0x′−1)Φ(x0, x′; Cx0x′) = Φ(x′′, x0; Cx0x′′−1)Φ(x0, x′′; Cx0x′′) = . . . defor-
miert wird nach dem Schema: von x0 nach x
′ – infinitesimale Plakette um x′ – von x′
zuru¨ck nach x0 – von x0 nach x
′′ (infinitesimal entfernt von x′) – infinitesimale Plakette
um x′′ – von x′′ zuru¨ck nach x0 – . . . In conclusio: Erst die Wahl der Kurven Cx0x′ , Cx0x′′ , . . .
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zum Referenzpunkt x0 legt die Deformation C˜ von C vollsta¨ndig fest: das heißt zum einen
die Pfadordnung entlang C˜ (angedeutet durch den Operator PC˜), die konsistent ist mit
der Pfadordnung des Kurvenintegrals entlang C, und zum anderen die von C˜ aufgespannte
Fla¨che S ≡ S(C˜), von der nur zu fordern ist, daß ihr Rand mit C zusammenfa¨llt: ∂S = C.
Umgekehrt hat man Freiheit in der Wahl der Pfadordnung auf der Fla¨che S wie auch von S
selbst, so lange S ≡ S(C˜) und C˜ eine Deformation von C ist im Sinne des Einschubs von
Einsen.
Im abelschen Fall vereinfachen sich die Gln. (1.37), (1.38) zum konventionellen Stokes’-
schen Satz.
1.2.3 Entwicklung in Kumulanten
In diesem Abschnitt fu¨hren wir ein das Konzept der Entwicklung in Kumulanten. Wich-
tige fru¨he Reviews, auf die wir uns wesentlich beziehen, sind die Arbeiten van Kampens,
vgl. die Refn. [218,219]. Diese formulieren gleichermaßen mathematisch streng und anschau-
lich anhand einer Reihe von Beispielen den Begriff der Kumulante zur Lo¨sung stochastischer
Differentialgleichungen. Kumulanten wurde auf dieser Basis zuerst bezogen auf das Eichfeld-
maß nichtperturbativer Quantenchromodynamik – in Zusammenhang mit der Beschreibung
von Confinement – zuna¨chst von Dosch in Ref. [60], dann von Dosch, Simonov in Ref. [61].
Der Bezug auf Hochenergiestreuung ist ausfu¨hrlich dargestellt von Kra¨mer in Ref. [122]; er
impliziert insbesondere die Unterscheidung van Kampenscher und Waldenfels’scher Kumu-
lanten wie die Frage der Faktorisierung auf Matrix- versus Matrixelementeniveau.
Unsere Darstellung steht vor dem Hintergrund dieser Arbeiten. Sie ha¨lt sich formal an
die systematische Diskussion Nachtmanns in Ref. [148], geht aber u¨ber diese hinaus.
Wir betrachten die Mittelung eines t-geordneten Exponentials, beispielsweise den Vakuum-
erwartungswert
w(λ) = 〈P exp λ
∫ 1
0
dt B(t) 〉A (1.39)
Dabei sei B(t) = Ba(t)T
a
R zuna¨chst ein beliebiges Liealgebra-wertiges Funktional in A in
einer beliebigen Darstellung R der Eichgruppe; der (Pfad)Ordnungsoperator P ≡Pt beziehe
sich auf den Parameter t. Sei λ∈C beliebig.
Wir werden spa¨ter w(λ) in Verbindung bringen mit dem Vakuumerwartungswert des
geschlossenen Konnektors Φ(x, x; C) aus Gl. (1.37), das heißt B mit der paralleltranspor-
tierten Feldsta¨rke F und t∈ [0, 1] identifizieren mit dem Kurvenparameter entlang C˜, einer
definierten Deformation von C im Sinne des vorangegangenen Unterabschnitts.
Der Erwartungswert w(λ) nach Gl. (1.39) ist formal definiert durch die Reihenentwick-
lung der Exponentialfunktion:
w(λ) = 1 +
∑∞
n=1
λn
n!
bn (1.40)
mit bn =
∫ 1
0
dt1 · · ·
∫ 1
0
dtn Bn(t1, . . . tn) (1.40
′)
Bn(t1, . . . tn) ≡ 〈P B(t1) · · ·B(tn)〉A (1.40′′)
Die Funktion Bn ist wegen des Pfadordnungsoperators P vollsta¨ndig symmetrisch in ihren n
Argumenten.
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Geschieht die Erwartungswertbildung zu w(λ) bezu¨glich einer stochastischen Variablen –
konkret: kann bei Bildung von 〈 · 〉A die Verteilung von Eichfeldkonfigurationen A(x) durch
das Haarsche Maß Dµ(A) nach Gl. (1.11) aufgefaßt werden als stochastisch –, so existiert
fu¨r w(λ) eine konvergente Entwicklung in Kumulanten, das heißt die Identita¨t
lnw(λ) =
∑∞
n=1
λn
n!
kn (1.41)
mit kn =
∫ 1
0
dt1 · · ·
∫ 1
0
dtn Kn(t1, . . . , tn) (1.41
′)
Die FunktionKn wird bezeichnet als Kumulante n-ter Ordnung; sie kann definiert werden als
vollsta¨ndig symmetrisch in ihren Argumenten, s.u. die Diskussion von Gl. (1.49) und (1.50).
Durch Gleichsetzen der Entwicklungen von Gl. (1.40) und (1.41) in der Form
w(λ) = 1 +
∑∞
n=1
λn
n!
bn (1.42)
!
= exp [lnw(λ)] =
∑∞
m=0
1
m!
[∑∞
n=1
λn
n!
kn
]m
∀λ ∈ C
folgt:
bn =
∑n
m=1
1
m!
∑
i1,...im∈IN
i1+...+im=n
n!
i1! · · · im! ⌈ki1 · · · kim⌉ (1.43)
Es treten sa¨mtliche verschiedene Partitionen des Index n in m Summanden i1, . . . im ∈ IN
auf. Wir haben daru¨berhinaus die Notation ⌈ · ⌉ eingefu¨hrt, mit
⌈ki1 · · · kim⌉ ≡ ki1 · · · kim + versch. Reihenfolgen der m Faktoren (1.44)
die Summe sa¨mtlicher verschiedenen Reihenfolgen der m Faktoren ki, die im allgemeinen
Liealgebra-wertig, das heißt Matrizen sind.
Gl.(1.42) ist invertierbar, oder einfacher durch Logarithmieren von Gl. (1.42):
lnw(λ) =
∑∞
n=1
λn
n!
kn (1.45)
!
= ln
[
1 +
∑∞
n=1
λn
n!
bn
]
=
∑∞
m=1
(−1)m−1
m
[∑∞
n=1
λn
n!
bn
]m
∀λ ∈ C
erha¨lt man
kn =
∑n
m=1
(−1)m−1
m
∑
i1,...im∈IN
i1+...+im=n
n!
i1! · · · im! ⌈bi1 · · · bim⌉ (1.46)
analog zu Gl. (1.43); bzgl. der Notation ⌈ · ⌉ vgl. Gl. (1.44). Wir veranschaulichen diese
Gleichung durch explizite Angabe der Ausdru¨cke fu¨r die ersten Indizes n:
k1 = b1 (1.47)
k2 = b2 − 1
2
· 2!
(1!)2
b21
k3 = b3 − 1
2
· 3!
1!2!
⌈b1b2⌉+
1
3
· 3!
(1!)3
k4 = b4 − 1
2
·
(
4!
1!3!
⌈b1b3⌉+
4!
(2!)2
b22
)
+
1
3
· 4!
(1!)22!
⌈b21b2⌉−
1
4
· 4!
(1!)4
b41
k5 = b5 − 1
2
·
(
5!
1!4!
⌈b1b4⌉+
5!
2!3!
⌈b2b3⌉
)
+
1
3
·
(
5!
(1!)23!
⌈b21b3⌉+
5!
1!(2!)2
⌈b1b
2
2⌉
)
− 1
4
· 5!
(1!)32!
⌈b31b2⌉+
1
5
· 5!
(1!)5
b51
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k6 = b6 − 1
2
·
(
6!
1!5!
⌈b1b5⌉+
6!
2!4!
⌈b2b3⌉+
6!
(3!)2
b23
)
+
1
3
·
(
6!
(1!)24!
⌈b21b4⌉+
6!
1!2!3!
⌈b1b2b3⌉+
6!
(2!)3
b32
)
− 1
4
·
(
6!
(1!)33!
⌈b31b3⌉+
6!
(1!)2(2!)2
⌈b21b
2
2⌉
)
+
1
5
· 6!
(1!)42!
⌈b41b2⌉−
1
6
· 6!
(1!)6
b61
. . .
Gl.(1.46) bestimmt kn als Summe von Monomen
bi1 bi2 · · · bim (1.48)
wobei die Indizes i1, . . . im∈ IN sa¨mtliche verschiedenen Partitionen des Index n in m Sum-
manden durchlaufen: i1+ . . . +im= n (∀m, 1≤m≤ n), und – die Notation ⌈ · ⌉ – die m
Faktoren bi in sa¨mtlichen verschiedenen Reihenfolgen stehen.
Die Kumulante n-ter Ordnung Kn(t1, . . . tn) folgt daher aufgrund ihrer Definition in
Gl. (1.41′) als Summe von Monomen
Bi1(t1, . . . ti1) Bi2(ti1+1, . . . ti1+i2) · · ·Bim(ti1+...+im−1+1, . . . tn) (1.49)
Diese m Faktoren (1≤m≤n) treten in sa¨mtlichen verschiedenen Reihenfolgen auf.
Da sich das Integral kn, als dessen Integrand Kn definiert ist, u¨ber ein vollsta¨ndig sym-
metrisches n-dimensionales Integrationsgebiet erstreckt, kann Kn(t1, . . . tn) definiert werden
als vollsta¨ndig symmetrisch in seinen Argumenten. Die Monome in Gl. (1.49) treten daher
zusa¨tzlich auf als vollsta¨ndig symmetrisiert in den ti. Es gilt:
Kn(t1, . . . tn) (1.50)
≡ ∑nm=1 (−1)m−1m ∑ i1,...im∈INi1+...+im=n ⌈⌈Bi1 Bi2 · · ·Bim⌉⌉t1,...tn
Dabei haben wir die Notation ⌈⌈ · ⌉⌉ eingefu¨hrt, mit
⌈⌈Bi1 Bi2 · · ·Bim⌉⌉t1,...tn (1.51)
≡ ⌈Bi1(t1, . . . ti1) Bi2(ti1+1, . . . ti1+i2) · · ·Bim(ti1+...+im−1+1, . . . tn)⌉
+ versch. Partitionen der n Argumente
Sie impliziert also ⌈ · ⌉ nach Gl. (1.44), das heißt sa¨mtliche verschiedenen Reihenfolgen derm
Faktoren, und bedeutet daru¨berhinaus Symmetrisierung der n Argumente ti, das heißt Sum-
mation u¨ber sa¨mtlichen verschiedenen Partitionen von t1, . . . tn in Mengen von i1, . . . im Ele-
menten – was gerade dazu fu¨hrt, daß der Multinomialkoeffizient n!/i1! · · · im! von Gl. (1.46)
verschwunden ist in Gl. (1.50).
Der dem Erwartungswert zugrunde liegende stochastische Prozeß ist vollsta¨ndig be-
stimmt durch die Kumulanten Kn in der Form von Gl. (1.50).
Wir haben in Gl. (1.41) die Entwicklung in Kumulanten fu¨r E(λ) definiert. Die Konvergenz
dieser Entwicklung impliziert – vgl. die Refn. [218, 219] – daß die Kumulante n-ter Ord-
nung Kn(t1, . . . tn) fu¨r alle n≥ 2 nur dann wesentlich von Null verschieden ist, wenn sa¨mt-
liche ihrer n Argumente in einem Bereich des Integrationsintervalls [0, 1] fest bestimmter
Gro¨ße zusammengeclustert sind; anderenfalls verschwindet Kn exponentiell mit den Diffe-
renzen ihrer Argumente. Diese Eigenschaft wird als Cluster-Eigenschaft der Kumulanten
bezeichnet und definiert sie gleichsam.
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Die Cluster-Eigenschaft ist dahingehend zu interpretieren, daß die durch die stochasti-
sche Variable A bestimmten Gro¨ßen B(t) in Gl. (1.39) an verschiedenen Stellen t nur dann
korreliert fluktuiert, wenn alle diese Stellen in einem Cluster fest bestimmter Gro¨ße liegen.
In diesem Sinne zu verstehen ist die Standard-Notation der Kumulante:
〈〈B(t1) · · ·B(tn)〉〉 ≡ Kn(t1, . . . tn) (1.52)
und ihre Bezeichnung als Korrelator .
Die Konvergenz der Entwicklung in Kumulanten, vgl. Gl. (1.41), impliziert aber auch,
daß die Gro¨ßen kn mit ho¨herem Index n immer weniger zu lnw(λ) beitragen. Die Annahme,
daß sa¨mtliche Kumulanten ho¨herer als zweiter Ordnung verschwinden, Kn≡0, ∀n>2, kann
daher aufgefaßt werden als grobe erste Na¨herung eines beliebig komplizierten stochastischen
Prozesses. Diese Annahme heißt genau Annahme eines Gauß’schen stochastischen Prozesses
fu¨r die Eichfeldkonfigurationen A(x) bei der Bildung des Vakuumerwartungswertes 〈 · 〉A.
Wir werden B(t) in Verbindung bringen mit dem paralleltransportierten Feldsta¨rkenten-
sor Fµν . Aufgrund der Poincare´invarianz des physikalischen Vakuums ist 〈Fµν〉A ≡ 0 und
nach Gl. (1.50) daher K1(t)≡B1(t)≡ 〈B(t)〉A≡ 0. Das heißt der Gauß’sche Prozeß, der in
der vorliegenden Arbeit von Relevanz sein wird, ist – wie man sagt – zentriert .
Wir betrachten einen zentrierten Gauß’schen Prozeß , der per definitionem vollsta¨ndig
bestimmt ist durch seine Kumulante zweiter Ordnung K2(t1, t2).
Wir lo¨sen Gl. (1.50) auf nach dem Term auf der rechten Seite mit dem ho¨chsten Index
und erhalten
⌈⌈Bn⌉⌉t1,...tn = Bn(t1, . . . tn) (1.53)
= Kn(t1, . . . tn) +
∑n
m=2
(−1)m
m
∑
i1,...im∈IN
i1+...+im=n
⌈⌈Bi1 Bi2 · · ·Bim⌉⌉t1,...tn
Das heißt B1 =K1 ≡ 0 und B2 =K2. Fu¨r Indizes n > 2 steht wegen Kn>2 ≡ 0 und m≥ 2
die Summe von Monomen mit mindestens zwei Faktoren, das heißt ho¨here Erwartungswer-
te Bn>2 faktorisieren – sukzessive in B2≡K2; da insbesondere alle Kumulanten ungerader
Ordnung identisch Null sind, u¨bertra¨gt sich diese Eigenschaft auf die Bn. Fu¨r einen zen-
trierten Gauß’schen Prozeß gilt zusammenfassend:
B2(t1, t2) = K2(t1, t2) (1.54)
Bn(t1, . . . tn)
=

0 n ungerade∑n
m=2
(−1)m
m
∑
j1,...jm∈IN
2j1+...+2jm=n
⌈⌈B2j1 B2j2 · · ·B2jm⌉⌉t1,...tn n≥4, gerade
Die Faktorisierung ist dabei bestimmt durch die Summe u¨ber sa¨mtlicher verschiedenen Par-
titionen des Index n in m geradzahlige Summanden: 2j1+ . . . +2jm=n mit j1, . . . jm ∈ IN.
Diese Gleichung vereinfacht sich zu
Bn(t1, . . . tn) = cn ⌈⌈B
n/2
2 ⌉⌉t1,...tn (1.55)
mit cn =
∑n/2
m=2
(−1)m
m
∑
j1,...jm∈IN
2j1+...+2jm=n
c2j1 c2j2 · · · c2jm n≥4, gerade (1.55′)
B2(t1, t2) = K2(t1, t2) c2 ≡ 1
Der Ausdruck ⌈⌈B
n/2
2 ⌉⌉t1,...tn steht fu¨r die Summe sa¨mtlicher n!/(2!)
n/2 Ausdru¨cke ⌈B
n/2
2 ⌉
von Vertauschungen der Argumente t1, . . . tn, vgl. Gl. (1.51). Die Gl. (1.54) implizite Rekur-
sion reduziert sich hier auf den Koeffizienten cn; wir haben fu¨r die ersten Indizes c4=1/2,
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c6=−1/12, c8=1/6, . . . Zur Illustration geben wir mit
B4(t1, t2, t3, t4) (1.56)
=
1
2
{
B2(t1, t2)B2(t3, t4) + B2(t1, t3)B2(t2, t4) +B2(t1, t4)B2(t2, t3)
+B2(t3, t4)B2(t1, t2) + B2(t2, t4)B2(t1, t3) +B2(t2, t3)B2(t1, t4)
}
die Faktorisierung von B4(t1, t2, t3, t4)≡〈P B(t1)B(t2)B(t3)B(t4)〉A an.
1.3 Annahmen und Konstituierung des MSV
Wir haben nun die Mathematik zur Hand, nichtperturbative Observable unter der Annahme
eines stochastischen Prozesses fu¨r 〈 · 〉A auszudru¨cken durch die ihn definierenden Kumu-
lanten: das MSV explizit zu formulieren.
Wir betrachten einen Wegner-Wilson-Loop nach Gl. (1.34). Mithilfe des Nichtabelschen
Stokes’schen Satzes nach Gl. (1.38) gehen wir u¨ber vom Eich-Vektorfeld zum paralleltrans-
portierten Eich-Feldsta¨rkentensor. Sein Erwartungswert 〈 · 〉A lautet:
〈W (C)〉A = trR 〈PC˜ exp−
i g
2
∫
S(C˜)
dσµν(x′) Fµν(x′;x0, Cx0x′) 〉A (1.57)
vgl. trR in den Gln. (1.25), (1.25
′). Hier bezieht sich die Pfadordnung PC˜ auf die Kurve C˜,
das heißt die Deformation der Kurve C, die die Fla¨che S ≡S(C˜) aufspannt; es gilt ∂S = C.
Der Referenzpunkt x0 ist beliebig aber fest auf S. Die Kurven Cx0x′ verlaufen von den
Punkten x′ der Fla¨che nach x0. Diese Kurven, mit ihren Inversen Cx0x′−1≡Cx′x0 in definierter
Weise verkettet, bilden genau die Deformation C˜ und damit S. Vgl. die Diskussion im
Anschluß an Gl. (1.38).
Gegenu¨berstellen von Gl. (1.57) und (1.39) konkretisiert die Funktion w(λ). Sei λ≡ 1
gesetzt, das Eichfeld-Funktional B(t) wird dann identifiziert u¨ber die Ersetzung∫ 1
0
dt B(t) −→ − i g
2
∫
S(C˜)
dσµν(x′) Fµν(x′;x0, Cx0x′) (1.58)
im wesentlichen mit der paralleltransportierten Feldsta¨rke Fµν = FµνaT
a
R in einer Darstel-
lung R der Eichalgebra su(Nc) – integriert u¨ber den zweiten, keiner definierten Ordnung
unterworfene Parameter, der zusammen mit dem Parameter der Kurve C˜ lokal die Fla¨che S
aufspannt. Dieser wiederum ist mit t∈ [0, 1] in Gl. (1.58) beziehungsweise (1.39) zu identi-
fizieren, und folglich PC˜ mit dem Ordnungsoperator P ≡Pt dort.
Konkretisiere Gl. (1.58) den Erwartungswert w(λ≡1), so heißt die Annahme (1) einer
konvergenten Entwicklung in Kumulanten nach Gl. (1.41) genau Konvergenz von
〈W (C)〉A = trR exp
[∑∞
n=1
1
n!
kn
]
(1.59)
mit kn =
(
− i
2
)n ∫
S(C˜)
dσµ1ν1(x1) · · ·
∫
S(C˜)
dσµnνn(xn) Kn(x1, . . . , xn)
Kn(x1, . . . , xn) ≡ 〈〈gnF (1) · · ·F (n)〉〉
F (i) ≡ Fµiνi(xi;x0, Cx0xi)
vgl. die Notation von Gl. (1.52).
Die Clustereigenschaft dieser Kumulanten Kn manifestiert sich darin, daß Kn(x1, . . . xn)
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fu¨r n ≥ 2 nur dann wesentlich von Null verschieden ist, wenn sa¨mtliche ihrer Raumzeit-
Argumente x1, . . . xn, das heißt die paralleltransportierten Feldsta¨rken in einer Spha¨re festen
Radius’ zusammengeclustert sind.1.2 Sei a der Radius der Spha¨re (oder charakterisiere a die
Gro¨ße eines anderen Gebietes in diesem Sinne), innerhalb derer(dessen) sich die stochasti-
sche Fluktuation des Eichfelds 〈 · 〉A manifestiert als Korrelation der paralleltransportierten
Eichfeldsta¨rken. a wird allgemein als Korrelationsla¨nge bezeichnet.
Schon die Existenz einer konvergenten Entwicklung in Kumulanten, vgl. Gl. (1.59), und
zwar u¨ber deren Cluster-Eigenschaft, hat schon weitreichende Konsequenzen.
Wir betrachten einen Wegner-Wilson-Loop W (C), dessen Ausdehnung sehr viel gro¨ßer
ist als A; Kriterium hierfu¨r sei Smin. ≫ a2, wobei Smin. definiert ist als die Fla¨che S(C˜),
bestimmt durch eine Deformation C˜ im ausgefu¨hrten Sinne, deren Betrag minimal ist.
Wir scha¨tzen den Ausdruck kn aus Gl. (1.59) ab. Sei dazu die Cluster-Eigenschaft der
Kumulante Kn(x1, . . . xn) dadurch approximiert, daß Kn ≡ 1, falls sa¨mtliche ihrer n Ar-
gumente innerhalb einer Spha¨re des Radius’ a liegen, und ansonsten Kn ≡ 0 (d.h. ϑ-
Funktions-artiger Abfall und Normierung der Korrelation auf 1): Die ersten n− 1 Inte-
grationen dσi ≡ dσµiνi(xi), i= 1, . . . n−1, u¨ber die Fla¨che S ergeben dann den Faktor a2,
na¨mlich wenn die Argumente x1, . . . xn−1 von xn nicht weiter entfernt sind als a; die letzte
Integration dσn schließlich ist frei und ergibt den Betrag von S. Letztlich ist die Minimal-
fla¨che Smin. zu nehmen, vgl. die Refn. [60, 61], und wir erhalten die Abscha¨tzung
〈W (C)〉A ∼= trR exp −σ |Smin.| (1.60)
mit σ einer Konstanten der Dimension Fla¨che−1 = Energie pro La¨nge.
Dies ist genau das area law . Es begru¨ndet die Bedeutung des Wegner-Wilson-Loops in
nichtabelschen Eichtheorien als Ordnungsparameter auf nichtperturbativ dominierten Ska-
lenbereichen. Wegner-Wilson-Loops wurden 1971 erstmals definiert von Wegner in der sta-
tistischen Physik, Ref. [222], bevor 1974 Wilson mit ihrer Hilfe Confinement von Quarks
diskutierte im Rahmen von QCD als Gittereichtheorie, Ref. [235].
Da das Verstehen des Confinements von Eichladungen urspru¨ngliches Moment war zur
Formulierung des MSV und der Confinement zugrundeliegende Mechanismus von herausra-
gender Bedeutung ist fu¨r unsere Arbeit, gehen wir na¨her darauf ein; vgl. Ref. [198].
Wir betrachten das eichinvariante Paar eines statischen Quarks und Antiquarks mit
ra¨umlicher Separation R. Die klassische Weltlinie des Quarks verla¨uft parallel der Zeitach-
se der Raumzeit, die des Antiquarks mit ra¨umlichem Abstand R parallel zu dieser aber
entgegengesetzt orientiert. Der Propagation des Quarks und Antiquarks durch die Raum-
zeit entsprechen Konnektoren entlang dieser Kurven. Wir betrachten das statische Paar
u¨ber einen Zeitraum T (bzg. seines Ruhesystems). Eichinvarianz manifestiert sich darin,
daß die Konnektoren entlang der Weltlinien verbunden sind durch Konnektoren zu den Zei-
ten 0 und T . Resultat ist eine geschlossene orientierte Rechteckkurve, bezeichnet mit CRT .
Das Paar ist daher repra¨sentiert – vgl. die Verkettungseigenschaft von Konnektoren nach
1.2An dieser Stelle ist eine grundlegende Bemerkung notwendig: Die Clusterung, das heißt die korrelier-
te Fluktuation paralleltransportierter Feldsta¨rken bezogen auf Spha¨ren macht a priori nur Sinn bezu¨glich
Euklidischer Spha¨ren: Das MSV macht a priori nur Sinn formuliert auf einer Raumzeit mit Euklidischer
(Riemannscher) Metrik. Um die prinzipielle Argumentation dieses Abschnitts nicht unno¨tigerweise zu kom-
plizieren, geben wir zuna¨chst nur eine Formulierung an: die des MSV auf der physikalischen Raumzeit mit
Minkowskischer (pseudo-Riemannscher) Metrik – da diese unmittelbar anwendbar ist auf nichperturbative
Hochenergiestreuung. Wir argumentieren dessen ungeachtet auf der Basis einer Euklidischen Metrik. Damit
suggerieren wir Existenz und A¨quivalenz zweier Formulierungen: auf der physikalischen Minkowski-Raumzeit
und ihrer Fortsetzung ins Euklidische. Das folgende Kapitel 2 zeigt dies dann explizit durch Angabe der
analytischen Fortsetzung des MSV – und diskutiert die physikalischen Konsequenzen.
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Gl. (1.17′) – als Spur eines Konnektors entlang der geschlossenen Kurve CRT , das heißt als
Wegner-Wilson-Loop W (CRT ), der steht in der fundamentalen Darstellung F der Quarks.
Fu¨r die potentielle Energie dieses Paares gilt
V (R) = limT→∞ − 1
T
ln 〈W (CRT )〉A (1.61)
Da der Betrag der Minimalfla¨che mit Rand CRT geradeRT ist, ergibt Gl. (1.60) die Abscha¨tz-
ung V (R)=σ R, vgl. die Refn. [60,61]. Die potentielle Energie eines statischen Quarks und
Antiquarks wa¨chst also linear mit wachsender Separation R. Das resultierende physikalische
Bild ist die Ausbildung eines gluonischen Strings zwischen dem Quark und dem Antiquark,
das diese konfiniert mit der Sta¨rke σ, der Stringspannung. Wir haben lineares Confinement .
Wir betonen, daß das MSV dies folgert allein auf Basis der Annahme, daß die Entwick-
lung in Kumulanten bezu¨glich paralleltransportierter Feldsta¨rken konvergiert – Gl. (1.59)
sinnvoll in diesem Sinne existiert. Der zugrundeliegende stochastische Prozeß, das heißt die
Kumulanten an sich sind ausdru¨cklich noch nicht spezifiziert.
Um zu quantitativen Aussagen zu gelangen wird das MSV im engeren Sinne definiert. Dies
geschieht durch die zusa¨tzliche Annahme (2) eines Gauß’schen Prozesses im Sinne des
vorangegangenen Abschnitts.
Wie dort schon angemerkt ist dieser wegen der Poincare´invarianz des Vakuums der QCD
zentriert : K1(x)≡ 〈〈gFµν(x;x0, Cx0x)〉〉≡ 〈gFµν(x;x0, Cx0x)〉A ≡ 0. Unter der Ersetzung nach
Gl. (1.58) haben wir Relationen, die Gl. (1.54) entsprechen, das heißt Faktorisierung nach
Gl. (1.55): Vakuumerwartungswerte 〈P gnF (1) · · ·F (n)〉A faktorisieren in die Kumulante
zweiter Ordnung, das heißt in K2(x1, x2) ≡ 〈〈g2F (1)F (2)〉〉 ≡ 〈P g2F (1)F (2)〉A. Mit ihrer
Kenntnis ist das MSV im engeren Sinne vollsta¨ndig bestimmt. Wir entwickeln im folgenden
einen Ansatz.
Wir haben mit der Notation F (i) ≡ Fµiνi(xi;x0, Cx0xi) aus Gl. (1.59):
K2 = (K2)a1a2 T
a1T a2 (1.62)
= 〈P g2F (1)F (2)〉A = 〈P g
2F (1)a1F
(2)
a2 T
a1T a2〉A = P 〈g
2F (1)a1F
(2)
a2〉A T
a1T a2
mit der letzten Identita¨t wegen der Linearita¨t von 〈 · 〉A und dem Pfadordnungsoperator P ,
der die Reihenfolge der T a1 , T a2 bestimmt, den Generatoren einer DarstellungR der su(Nc).
Dies ist ein Operator, der aufgrund der Eichinvarianz des physikalischen Vakuums, mit
einem beliebigen anderen Operator vertauscht; er ist daher proportional zum quadratischen
Casimir-Operator T aT a=c2(R)1lR, also zur Eins der Darstellung:
K2 = (K2)a1a2 T
a1T a2 = cR (c2(R))
−1 T aT a = cR 1lR (1.63)
mit cR = c2(R)/dSU(Nc) (K2)aa = nR/dR (K2)aa
vgl. Gl. (1.24). Dabei folgt die Konstante cR durch Spurbildung mithilfe tr T
a1T a2=nRδ
a1a2 ;
sie ha¨ngt ab von der Darstellung R u¨ber den Faktor c2(R) deren quadratischen Casimir-
Operators beziehungsweise von deren Normierung nR und Dimension dR.
Unmittelbare Konsequenz der zweiten Identita¨t in Gl. (1.63) ist Proportionalita¨t der
Komponenete (K2)a1a2 der Kumulante zweiter Ordnung zum Kroneckersymbol δa1a2 :
(K2)a1a2 = δa1a2/dSU(Nc) (K2)aa (1.64)
Die zu den Gln. (1.63), (1.64) a¨quivalenten Relationen in der suggestiven Notation von Vaku-
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✚✚❃Cx2x0≡Cx0x2−1
x2
Abbildung 1.2: Die funktionale Abha¨ngigkeit des Tensor D = (Dµ1ν1µ2ν2), vgl. Gl. (1.66),
kann folgendermaßen aufgefaßt werden: D ha¨ngt ab von den Positionen x1, x2 der parallel-
transportierten Feldsta¨rken, von der diese Punkte verbindenden Kurve Cx2x1 ≡ Cx0x2−1◦Cx0x1
und von dem auf dieser Kurve gewa¨hlten Referenzpunkt x0.
umerwartungswerten, vgl. Gl. (1.62), lauten:
〈g2F (1)F (2)〉A = c2(R)/dSU(Nc) 〈g
2F (1)aF
(2)
a〉A · 1lR (1.63′)
〈g2F (1)a1F
(2)
a2〉A = δa1a2/dSU(Nc) 〈g
2F (1)aF
(2)
a〉A (1.64
′)
wobei der Pfadordnungsoperator P aufgrund der Symmetrie bezu¨glich der Eichgruppenindi-
zes u¨berflu¨ssig und daher weggelassen ist. U¨ber diese Relationen ist die Kumulante zweiter
Ordnung vollsta¨ndig bestimmt durch den bezu¨glich der Eichgruppenindizes kontrahierten
Vakuumerwartungswert 〈g2F (1)aF
(2)
a〉A.
Wir fu¨hren ein die Notation
〈g2FF 〉A ≡ 〈g2Fµνa(x1;x0, Cx0x1)Fµνa(x2;x0, Cx0x2)〉A
∣∣∣
x1≡x2
(1.65)
fu¨r die Minkowskische Version des Gluonkondensats , wie definiert in den Summenregeln der
QCD von Shifman, Vainshtein, Zakharov. Herausziehen dieses Faktors gema¨ß
〈g2F (1)aF
(2)
a〉A (1.66)
= 〈P g2Fµ1ν1a(x1;x0, Cx0x1)Fµ2ν2a(x2;x0, Cx0x2)〉A
=: 〈g2FF 〉A ·Dµ1ν1µ2ν2(x1, x2;x0, Cx0x1 , Cx0x2) mit Dµνµν
∣∣∣
x1≡x2 = 1
definiert u¨ber seine kovarianten Komponenten den dimensionslosen Lorentz-Tensor vierter
Stufe D=(Dµ1ν1µ2ν2), der den reinen Konfigurationsanteil der Kumulante zweiter Ordnung
subsumiert, vgl. die Gln. (1.63′), (1.64′). Er ha¨ngt ab von den Positionen x1, x2 der bei-
den paralleltransportierten Feldsta¨rken, von dem Referenzpunkt x0, an den, und von den
Kurven Cx0x1 , Cx0x2 , entlang derer diese paralleltransportiert werden, vgl. Abb. 1.2.
Fu¨r diesen Tensor D wird im folgenden gemacht: die Annahme (3) der Unabha¨ngig-
keit vom Referenzpunkt x0 und von den Kurven Cx0x1 und Cx0x2 .
Referenzpunkt wie Kurven sind mit denen zu identifizieren, die der Nichtabelsche Sto-
kes’sche Satz einfu¨hrt, vgl. Gl. (1.38). Sie sind daher a priori – innerhalb gewisser Randbedin-
gungen – frei wa¨hlbar: Unabha¨ngigkeit von den Kurven ist gegeben, wenn die Integrationen
u¨ber die Argumente x1 und x2 nach Gl. (1.59), das heißt insbesondere die Fla¨che S≡S(C˜)
und die Pfadordnung entlang C˜, kompatibel sind mit den Integrationen des Nichtabelschen
Stokes’schen Satzes. Beides werden wir respektieren. Unabha¨ngigkeit vom Referenzpunkt x0
ist gegeben, wenn alle Kumulanten berechnet werden, die den stochastischen Prozeß definie-
ren, der der Bildung 〈 · 〉A des Vakuumerwartungswerts zugrunde liegt. Annahme (2) eines
Gauß’schen Prozesses – aufgefaßt als Weglassen der ho¨heren Kumulanten des tatsa¨chlichen
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komplizierteren Prozesses – ist daher mehr Approximation als Annahme. In praxi ist bei
”
sinnvoller“ Wahl des Referenzpunktes die Abha¨ngigkeit numerisch nur schwach; wir kom-
men hierauf zuru¨ck, sei auch verwiesen auf die Refn. [64, 178, 179].
Poincare´- und Parita¨tskovarianz von D als Tensor impliziert, daß seine Tensorstruktur
nur aus zwei Tensoren konstruiert sein kann: dem metrischen Tensor g = (gµν) und der
Differenz ξ seiner Argumente, und seine skalare funktionale Abha¨ngigkeit nur aus ξ2, dem
invarianten Differenzquadrat. A¨quivalent zu ξ in dieser Hinsicht ist die partielle Ablei-
tung ∂≡∂/∂ξ, da sie auf solche Funktionen wie ∂ ≡2ξ d/dξ2 wirkt. Wir definieren
ξ =
(
x1−x2
)
/a (1.67)
Sei a eine Konstante der Dimension einer La¨nge, dann ist ξ dimensionslos. [Wir werden a
identifizieren als
”
Korrelationsla¨nge“.] Damit gilt fu¨r D≡(Dµνρσ) die Darstellung:
Dµνρσ(ξ) = κ t
C
µνρσ DC(ξ
2) + (1−κ) tNCµνρσ 1
8
∫ ξ2
−∞
du DNC(u) (1.68)
mit
tCµνρσ =
1
12
(
gµρ gνσ − gµσ gνρ
)
=
1
12
δαβµν gαρ gβσ (1.69)
tNCµνρσ =
1
6
(
gµρ ∂ν ∂σ − gµσ ∂ν ∂ρ + gνσ ∂µ ∂ρ − gνρ ∂µ ∂σ
)
(1.69′)
=
1
6
gαγ δ
αβ
µν ∂β δ
γδ
ρσ ∂δ
Der Lorentz-Tensor Dµνρσ und damit t
C
µνρσ , t
NC
µνρσ sind antisymmetrisch unter Vertau-
schung der Indizes µ↔ ν oder ρ↔ σ. Dies ist evident, geschrieben in Termen verallge-
meinerter Kronecker-Symbole, die allgemein definiert sind als Determinante konventioneller
Kronecker-Symbole, vgl. Gl. (E.4):
δµ1···µsν1···νs := det
(
δµiνj
)
= δ
[µ1···µs]
ν1···νs = δ
µ1···µs
[ν1···νs] =
(
µ1 µ2 · · · µs
ν1 ν2 · · · νs
)
(1.70)
Sie sind folglich voll antisymmetrisch in den kontra- wie kovarianten Indizes und gleich dem
Signum der Indexpermutation σ⋆ : µi→νi, ∀i∈{1, 2, . . . , s}, falls {µi} und {νi} paarweise
verschiedene Indexmengen sind, – und Null sonst; bzgl. der Klammernotation vgl. Gl. (A.8).
Die Kontraktionen der Tensorstrukturen tC und tNC sind normiert gema¨ß
tCµν
µν = 1 (1.71)
tNCµν
µν = ∂2 (1.71′)
mit ∂2≡∂µ∂µ dem d’Alembert-Operator.
Die Darstellung Gl. (1.68) leiten wir in Ref. [124] her. Sie ist die geeignetste fu¨r unsere
Zwecke, differiert aber von der Standarddarstellung, die folgt durch Ausfu¨hren einer der
partiellen Ableitungen in tNC (angewandt auf das Integral bleibt wegen ∂ ≡ 2ξ d/dξ2 der
Integrand an der oberen Grenze stehen) und Umbenennung DC→D und DNC→D1.
Gl. (1.68) ist die Zerlegung in zwei Tensorstrukturen tC und tNC , die gewichtet sind
mit einem Parameter κ und multipliziert mit skalaren (Korrelations-)Funktionen DC be-
ziehungsweise DNC des invarianten Abstandquadrats ξ
2. Der Term mit tNCµνρσ verschwindet
identisch per constructionem, wenn einer der Differentialoperatoren
ǫαβµν ∂x1β (1.72)
ǫαβρσ ∂x2β (1.72
′)
auf ihn wirkt; der Term mit tC ist a priori definiert als der Rest. Diese Zerlegung der
Kumulante zweiter Ordnung in den Feldsta¨rken – vgl. die Gln. (1.63′), (1.64′) und (1.66) –
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resultiert also in einen Term (NC), wenn die Feldsta¨rken der Theorie die abelsche Bianchi-
Identita¨t erfu¨llen: ∂xµFνρ(x)+ zykl.=0, und in die Summe zweier Terme (C und NC), wenn
sie diese nicht erfu¨llen. Die Funktion DC ist ungleich Null also nur in einer nicht-abelschen
Theorie wie der QCD oder in einer abelschen Theorie mit magnetischen Monopolen. Die
Indizes C und NC stehen fu¨r confining (konfinierend) beziehungsweise non-confining (nicht
konfinierend) und greifen ein zentrales Resultat des MSV auf: Fu¨r die Stringspannung σ als
Maß fu¨r die Sta¨rke linearen Confinements – vgl. Seite 35 – wird berechnet:1.3
σ = κ 〈g2FF 〉A a
2 · π
4Nc
∫ ∞
0
du2DCE(−u2) (1.73)
= κ 〈g2FF 〉A (λνa)
2 · π
4Nc
2(ν−3)
vgl. die Ref. [63]. Ihr Nichtverschwinden setzt das Nichtverschwinden der Funktion DC
voraus: Das MSV postuliert lineares Confinement – fu¨r die QCD, nicht aber fu¨r die QED.
Wir geben die Ansa¨tze des MSV fu¨r die Korrelationsfunktionen DC und DNC an. Sei ver-
wiesen auf unserer Diplomarbeit, Ref. [124].
Wir schreiben die rechte Seite von Gl. (1.68) als ihr Fourier-Integral. Sei k der zu ξ
konjugierte dimensionslose Impuls [k in Einheiten von a−1, da ξ in Einheiten von a], sei-
en D˜C , D˜NC die Fourier-transformierten Korrelationsfunktionen. Dann folgt
Dµνρσ(ξ) =
∫
d4k
(2π)4
e−i k·ξ
[
κ t˜NCµνρσ D˜C(k
2) + (1−κ) 1
2
t˜NCµνρσ D˜
′
NC(k
2)
]
(1.74)mit
t˜Cµνρσ = t
C
µνρσ =
1
12
δαβµν gαρ gβσ (1.75)
t˜NCµνρσ = t
NC
µνρσ
∣∣∣
∂ → −i k = −
1
6
gαγ δ
αβ
µν kβ δ
γδ
ρσ kδ (1.75
′)
Der Strich bezeichnet im Sinne D˜′NC(k2)≡d/dk2 D˜NC(k2) die totale Ableitung einer Funk-
tion nach ihrem Argument; die Tensoren t˜C , t˜NC kontrahieren zu:
t˜Cµν
µν = 1 (1.76)
t˜NCµν
µν = − k2 (1.76′)
vgl. die Gln. (1.71), (1.71′). Daraus folgt
D(ξ2) ≡ Dµνµν(ξ) (1.77)
=
∫
d4k
(2π)4
e−i k·ξ
[
κ D˜C(k
2) + (1−κ)
(
− 1
2
k2 D˜′NC(k2)
)]
Dies ist eine Funktion, die im Rahmen von QCD als SU(Nc)-Gittereichtheorie numerisch
berechnet wird, vgl. die Refn. [35, 50, 51] und [46–48] bezu¨glich QCD ohne beziehungsweise
mit dynamischen Fermionen. Ref. [51] zeigt fu¨r explizit Nc ≡ 3, daß beide Tensorstruktu-
ren im (Gitter-)relevanten Bereich des Ortsraums proportionales Abklingverhalten zeigen.
Ref. [122] macht daher, zuna¨chst fu¨r beliebiges κ, den Ansatz:
D˜(k2) ≡ κ D˜C(k2) + (1−κ)
(
− 1
2
k2 D˜′NC(k2)
)
(1.78)
!
= −6iAν λ6ν
k2
(λ2νk
2 − 1 + i ǫ)ν ∀κ, ν ∈ C, Re ν > 3
Dieser Ansatz ist die unmittelbare Verallgemeinerung des Feynman-Propagators ∆˜F , wie
wir explizit zeigen in Ref. [124], Anh. B. Sie impliziert dessen Polstruktur in der komplexen
k0-Ebene, das heißt die Existenz keiner weiteren Pole als k0=±√m2+~k2, mit m2≡λ−2ν ,
1.3Die zweite Identita¨t gilt auf Basis des unten in Gl. (1.78) gemachten Ansatzes.
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und die wohlbekannte mit diesen assoziierte Epsilon-Vorschrift zur Integration entlang der
Achse Rek0. Die Wick-Drehung in Euklidische Raumzeit geschieht daher vollsta¨ndig ana-
log; in Hinblick auf die Analytische Fortsetzung der T -Amplitude in Kapitel 2 fu¨hren wir
sie fu¨r Definiertheit explizit durch in Anhang D.6.1. Unter dieser Wick-Drehung gehen die
Funktionen DC , DNC u¨ber in die Euklidischen Korrelationsfunktionen DCE, DNCE. Die-
se ha¨ngen ab von −ξ2E=ξµEξµE>0, dem negativ definiten Euklidischen Vier-Skalarprodukt,
vgl. Def. in Gl. (D.108). Die Funktionen DEC , DENC sind dort in der Weise konstruiert,
daß sie fu¨r ν∈IN>3 und großes reell positives Argument −ξ2E exponentielles Abfallver-
halten zeigen: ∼exp√−ξ2E. Sie sind daher zu interpretieren als Korrelationsfunktionen.
Diese Eigenschaft u¨bertra¨gt sich unmittelbar auf die Minkowskischen Korrelationsfunktio-
nen DC(ξ
2), DNC(ξ
2) fu¨r großes negatives, das heißt raumartiges Argument.
Die a priori freien Konstanten An und λn in Gl. (1.78) sind so zu bestimmen, daß sie
zum einen die durch Gl. (1.66) festgelegte Normierung von D(ξ2)=Dµν
µν(ξ), vgl. Gl. (1.78),
garantieren und zum anderen der ξ impliziten Konstanten a die Bedeutung einer Korrelati-
onsla¨nge geben. Dies geschieht u¨ber die Forderungen
1
!
= D
∣∣∣
ξ2≡0 und 1
!
=
∫ ∞
0
du D(−u2) (1.79)
Durch die zweite Bedingung – an das Abfallverhalten von D fu¨r raumartiges Argument, ergo
von DE – erha¨lt die ξ implizite Skala a die Bedeutung einer Korrelationsla¨nge. Es folgt –
vgl. die Gln. (F.99), (F.109):1.4
Aν = − eνπi · 4π
2
3
Γ(ν)
Γ(ν−3) = − e
νπi · 8π2
(
ν−1
3
)
(1.80)
λν =
4
3
Γ(ν−3)
Γ
(
1
2
)
Γ
(
(ν−3)+ 12
) = 8
3π
Γ(ν−3)·Γ(32)
Γ
(
(ν−3)+ 12
) (1.80′)
Re ν > 3
der Binomialkoeffizient fu¨r Eintra¨ge ∈C in Standard-Definition.
Forderung von Gl. (1.78) fu¨r beliebige Parameterwerte κ impliziert:1.5
D˜C(k
2) = − 1
2
k2 D˜′NC(k2) = 6iAν · λ2ν(−k2) λ4ν
1
(λ2νk
2 − 1 + i ǫ)ν (1.81)
Diese explizite Relation zwischen den Korrelationsfunktionen D˜C und D˜NC implementieren
wir in Ref. [124], Anh. B in der Weise, daß folgt die Darstellung, die wir auch der vorliegenden
Arbeit zugrunde legen – vgl. die Gln. (F.9), (F.10), (F.116), in d≡4 Dimensionen:1.4
Dµνρσ(ξ) = κ t
C
µνρσ ∂
2 FC(ξ2) + (1−κ) tNCµνρσ FNC(ξ2) (1.82)
mit FC(ξ2) ≡ FNC(ξ2) = λ2ν
ν−1−d/2
d/2
· Kν− d2(ζ)
∣∣∣
d≡4
= λ2ν
ν−3
2
· Kν−2(ζ) ζ ≡
√
−ξ2/λ2ν + i ǫ
und
Kµ(ζ) ≡
(1
2
)µ−1 1
Γ(µ)
ζµKµ(ζ) −→
ζ→0
1, ∀Reµ > 0 (1.83)
Bzgl. der Tensorkomponenten tCµνρσ , t
NC
µνρσ vgl. die Gln. (1.68), (1.68
′). Die Funktion Kµ ist
definiert u¨ber Kµ, die modifizierte Besselfunktion zweiter Art mit Index µ in der Konvention
von Ref. [2]; sie ist per constructionem normiert auf Eins fu¨r verschwindendes Argument.
Die modifizierte Besselfunktion Kµ(ζ), ∀µ∈C geht gegen Null wie ∼exp−|ζ| fu¨r |ζ|→∞
in der rechten Halbebene: |Arg ζ|< π2 , und divergiert wie ∼exp|ζ| auf der imagina¨ren Achse;
1.4Im Zuge der Herleitungen in Anhang F werden verifiziert die Gln. (1.74), (1.80), (1.80′), (1.82); vgl. dort.
1.5gesetzt κ=0, beziehungsweise κ=1
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vgl. Ref. [124], Anh. B und Ref. [2]. Die Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ ist daher essentiell fu¨r
zeitartige und redundant fu¨r raumartige ξ. In nichtperturbativer Streuung im Limes un-
endlicher Schwerpunktenergie,
√
s→∞, zeigen wir in Ref. [124] – und fu¨r den Fall großer
aber endlicher Werte
√
s im folgenden Kapitel 2 –, daß nur raumartige Differenzvektoren ξ
beitragen: das heißt ξ2<0 ergo ζ≡√−ξ2/λ2ν + i ǫ∼=√−ξ2/λν ∈IR+.
Wir zeigen in Ref. [124] – vgl. auch Anh. F – vgl. auch, daß die Darstellung von Dµνρσ
durch Gl. (1.82) gu¨ltig ist fu¨r Indizes ν∈C, Reν>3. Die beste Anpassung an die Gitterda-
ten ist gegeben durch ν als der kleinstmo¨glichen natu¨rlichen Zahl, vgl. die Refn. [51,63,122].
Sei in diesem Sinne gesetzt ν≡4 und der Index im folgenden unterdru¨ckt:
A ≡ A4 = − 8π2 (1.84)
λ ≡ λ4 = 8
3π
(1.84′)
vgl. die Gln. (1.80), (1.80′).
Aus zitierter Ref. [51] wird extrahiert die Gewichtung der Tensorstruktur tC versus tNC ;
es folgt κ∼=0.74. Dieser Zahlenwert schra¨nkt ein die Werte fu¨r Gluonkondensat 〈g2FF 〉A und
Korrelationsla¨nge a – der zwei Zahlen-Parameter des MSV; vgl. unten auf Seite 124.
Dies die Annahmen und Ansa¨tze des MSV, die gestatten seine Anwendung auf den Vakuum-
erwartungswert eines Wegner-Wilson-Loops 〈W (C)〉A. Es kann Confinement eines statischen
Quark-Antiquark-Paares quantifiziert werden: die Stringspannung σ, vgl. Gl. (1.73) und die
Refn. [60,61], die spinabha¨ngigen Terme, Ref. [139], das transversale Profil des konfinieren-
den gluonischen Strings, Refn. [64, 178, 179], – als nur die wichtigsten Anwendungen in der
Niederenergiephysik.
Wir betrachten Hochenergiephysik. Im Limes unendlicher invarianter Schwerpunktener-
gie
√
s leitet Nachtmann in Ref. [146] die T -Amplitude her fu¨r die Streuung von (Anti)Quarks
und verallgemeinert sie in Ref. [148] auf Gluonen und eichinvariante Quark-Antiquark-Paare.
Sie ist wesentlich bestimmt durch den Vakuumerwartungswert zweier Wegner-Wilson-Linien
entlang der klassischen im Limes s→∞ lichtartigen Trajektorien der Partonen, in deren
Darstellung der SU(Nc) – fu¨r eichinvariante Quark-Antiquark-Paare durch den Vakuumer-
wartungswert zweier lichtartiger Wegner-Wilson-Loops der fundamentalen Darstellung F.
Wir beno¨tigen daher eine Formel zur Berechnung des Vakuumerwartungswertes zweier
Wegner-Wilson-Loops 〈W (Cp)W (Cm)〉A. In Ref. [122] wird gezeigt fu¨r den Vakuumerwar-
tungswert eines Wegner-Wilson-Loops, daß in sinnvoller Approximation dasselbe Resultat
folgt aus der strengen Entwicklung in Kumulanten nach van Kampen, das heißt auf Basis
der Faktorisierung in die Kumulante zweiter Ordnung nach Gl. (1.55) auf Matrixniveau:
Bn(t1, . . . tn) = cn ⌈⌈B
n/2
2 ⌉⌉t1,...tn (1.85)
mit Bn(t1, . . . tn) −→ 〈P gnF (1) · · ·F (n)〉A
K2(t1, t2) −→ K2(x1, x2) fu¨r n=2
und auf Basis der Faktorisierung auf Matrixelementeniveau wie folgt:
Bn, a1···an(t1, . . . tn) = cn ⌈⌈B
n/2
2 ⌉⌉(t1,a1),...(tn,an) (1.86)
mit Bn, a1···an(t1, . . . tn) −→ 〈P gnF (1)a1 · · ·F (n)an〉A
(K2)a1a2(t1, t2) −→ (K2)a1a2(x1, x2) fu¨r n=2
Es ist F (i) ≡ Fµiνi(xi;x0, Cx0xi), vgl. Gl. (1.59). Bzgl. der Notation ⌈⌈ · ⌉⌉ vgl. Gl. (1.51),
bzgl. der Ersetzung B→F Gl. (1.58). Im Gegensatz zu Gl. (1.85) ist Gl. (1.86) unmittel-
bar anwendbar auf den Erwartungswert zweier Loops. Statt Annahme (2) eines Gauß’schen
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stochastischen Prozesses fu¨r 〈 · 〉A machen wirAnnahme (2′): Faktorisierung der Vaku-
umerwartungswerte 〈P gnFµ1ν1a1(x1;x0, Cx0x1) · · ·Fµnνnan(xn;x0, Cx0xn)〉A; wir neh-
men an Gl. (1.86) statt Gl. (1.85). In Hinblick auf spa¨ter halten wir fest
〈1, 2, 3, 4〉A = 〈1, 2〉A 〈3, 4〉A + 〈1, 3〉A 〈2, 4〉A + 〈1, 4〉A 〈2, 3〉A (1.87)
mit 〈i1, . . . in〉A ≡ 〈P gnF (i1)a1 · · ·F (in)an〉A
als das Pendant zu Gl. (1.56) auf Matrixelementeniveau.
Im Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A zweier Wegner-Wilson-Loops W (Cp)≡W (S(C˜p)) und
W (Cm)≡W (S(C˜m)) treten a priori zwei Pfadordnungsoperatoren auf: PC˜p bezu¨glich der De-
formation C˜p und PC˜m bezu¨glich C˜m. Entsprechend in den Vakuumerwartungswerten, die
folgen aus der Entwicklung der Loop-Exponentiale. Die Gln. (1.85), (1.86) sind weiterhin
anwendbar auf Basis der folgenden U¨berlegung, die Nachtmann vorschla¨gt in Ref. [148]: Die
Referenzpunkte der Loops, die Konsequenz sind des U¨bergang von Eichfeld zu Eichfeldsta¨rke
mithilfe des Nichtabelschen Stokes’schen Satzes, werden identifiziert, so daß sich die Inte-
grationsfla¨chen S(C˜p) und S(C˜m) beru¨hren und ein einziger Pfadordnungsoperator P ≡ PC˜
definiert werden kann, der sich bezieht auf die Verkettung C˜ ≡C˜p ◦ C˜m der Deformationen.
Wir bemerken abschließend, daß Berger, Nachtmann in Ref. [21] angeben eine formale Ent-
wicklung in Kumulanten fu¨r den Vakuumerwartungswert zweier Wegner-Wilson-Loops, die
wir skizzieren wie folgt.1.6 Grundlegend ist zuna¨chst die Darstellung des Produkts zweier
Loop-Exponentiale als ein einziges Loop-Exponential eines Produkt-Raumes [der Raum des
direkten Produkts zweier fundamentaler SU(Nc)-Darstellungen T
a
F⊗T aF ]; die Spuren gehen
u¨ber in eine “Produkt-Spur“ [trF ⊗trF ]. Auf das eine ”Produkt-Exponential“ wird bezogen
Annahme (1), vgl. Gl. (1.59): die Annahme, daß existiert seine Entwicklung in
”
Produkt-
Kumulanten“ k⊗n. Die ”Produkt-Kumulante“ zweiter Ordnung k⊗2 wird ausgedru¨ckt durch
die Vakuumerwartungswerte 〈P gnF (1)a1 · · ·F (n)an〉A in den ”Faktor-Ra¨umen“ der initialen
Loops. Fu¨r diese wird wieder gemacht Annahme (2’): angenommen Faktorisierung auf
Matrixelementeniveau in den
”
Faktor-Ra¨umen“, vgl. Gl. (1.86); die Vakuumerwartungswer-
te 〈P g2F (1)a1F
(2)
a2〉A werden ausgedru¨ckt durch den Korrelationstensor D nach Gl. (1.66)
und fu¨r diesen gemacht wie hier Annahme (3). Der Korrelationstensor D tritt auf in Form
derselben Funktion χ wie hier. Ausfu¨hren der
”
Produkt-Spur“ fu¨hrt zuru¨ck in die
”
Faktor-
Ra¨ume“ und stellt her den abschließenden funktionalen Zusammenhang von χ.
Berger, Nachtmann nehmen an dieselbe Faktorisierung, sie finden k⊗1 ≡ 0 und ver-
nachla¨ssigen ho¨here
”
Produkt-Kumulanten“ k⊗n, n>2. Konsequenz ist, daß die T -Ampli-
tude der Streuung dort bestimmt ist in Form
(
2
3e
−i 13χ+ 13e
i 23χ
)−1 ∼= −χ2 +O(χ3), wohin-
gegen hier in Form −χ2; vgl. unten Fußn. 2.29 auf Seite 75. Berger, Nachtmann summieren
eine bestimmte Klasse von Beitra¨gen auf; die Diskrepanz beider Formeln verschwindet fu¨r
große transversale Stoßparameter b, fu¨r die χ klein ist; vgl. die Diskussion in Ref. [21].
Der eine wie der andere Zugang basiert auf Annahmen, die a priori nicht mehr oder
weniger gerechtfertigt sind.1.7 Wir arbeiten mit der ausfu¨hrlich vorgestellten urspru¨nglichen
Formulierung des MSV.
1.6Besten Dank Edgar Berger und Timo Paulus fu¨r die Diskussion.
1.7Die Annahme von Konvergenz der Entwicklung in
”
Produkt-Kumulanten“ k⊗n ist gleichbedeutend mit
der Existenz eines stochastischen Prozesses im Produkt-Raum; vgl. van Kampen in den Refn. [218, 219].
Statt zu u¨bernehmen die Ad hoc-Hypothese von Faktorisierung auf Matrixelementeniveau in den
”
Faktor-
Ra¨umen“, scheint es uns logisch konsequenter, eine Annahme zu machen fu¨r diesen stochastischen Prozeß.
Dies ist dann auch physikalisch sinnvoll, wenn die Entwicklung selbst sinnvoll ist – im Sinne, daß sie geschieht
in einem kleinen Entwicklungsparameter. Die Annahme eines (zentrierten) Gauß’schen Prozesses sollte be-
reits gute Approximation sein und die einzige von Null verschiedene
”
Produkt-Kumulante“ k⊗2 unmittelbar
ausdru¨ckbar durch den Korrelationstensor D – ohne weitere Faktorisierungshypothese.
Kapitel 2
Analytische
nahezu lichtartige T -Amplitude
Wir betrachten nichtperturbative Hochenergiestreuung zweier Wegner-Wilson-Loops: bei
großem invarianten Quadrat s der Schwerpunktenergie und kleinem invarianten Quadrat −t
des Impulsu¨bertrags. Wir zeigen Existenz und A¨quivalenz zweier Formulierungen des MSV –
der auf der physikalischen Minkowskischen Raumzeit und der auf deren analytischen Fortset-
zung ins Euklidische. Dies impliziert Auflo¨sung des – scheinbaren – Widerspruchs von a prio-
ri nur im Euklidischen fundierten Annahmen aber im Minkowskischen konstituiertem MSV.
Wir argumentieren, daß die von Nachtmann im Limes s→∞ hergeleitete nichtperturba-
tive T -Amplitude fu¨r die Parton-Parton-Streuung von (Anti)Quarks und Gluonen in ihrer
Gu¨ltigkeit verallgemeinert werden kann: Sie gibt fu¨r große aber endliche Werte von s das
fu¨hrende Verhalten in s im Sinne einer leading log-Approximation korrekt wider. Dies genau
dadurch, daß die klassischen Trajektorien der Partonen genommen werden als die physika-
lischen mit kleiner zeitartigen Komponente statt ersetzt werden durch deren fu¨r s → ∞
lichtartige Limites. – Betrachtet von Nachtmanns Formel her: dadurch daß die lichtartigen
Trajektorien vom Lichtkegel
”
ein wenig weggeru¨ckt“ werden.
Die Formel Nachtmanns ist im wesentlichen bestimmt durch den Vakuumerwartungs-
wert 〈 · 〉A zweier Wegner-Wilson-Linien, das heißt Konnektoren Φ in der den Partonen
entsprechenden Darstellung R der Eichgruppe entlang deren klassischen Trajektorien. Die
Streuung zweier Quark-Antiquark-Paaren ist im wesentlichen bestimmt durch den Vakuum-
erwartungswert zweier Wegner-Wilson-Loops , die zustande kommen durch orientiertes Ver-
binden der Trajektor-Konnektoren durch Konnektoren bei großen positiven und negativen
Zeiten, formal bei ±∞. Wir zeichnen Nachtmanns Herleitung nach bezogen auf physikalische
klassische Trajektorien nahe des Lichtkegels – so explizit, wie die Klarheit der Darstellung
erfordert – und gelangen zu einer Formel fu¨r die T -Amplitude, die im wesentlichen bestimmt
ist durch den Vakuumerwartungswert zweier Wegner-Wilson-Loops nahe des Lichtkegels.
Diesen Vakuumerwartungswert werten wir zum einen aus mithilfe des MSV in der Formu-
lierung des vorangehenden Kapitels, das heißt in der Minkowskischen Theorie. Zum anderen
kann er – da Funktional zeit- und nicht lichtartiger Trajektorien – analytisch fortgesetzt wer-
den ins Euklidische. Diese Fortsetzung werten wir aus mithilfe der Formulierung des MSV
auf der ins Euklidische fortgesetzten Raumzeit, das heißt in der Euklidischen Theorie.
Wir finden, daß beide Darstellungen der T -Amplitude verknu¨pft sind durch die analyti-
sche Fortsetzung eines hyperbolischen Winkels ψ zu einem Euklidischen Winkel θ, die definie-
ren: ψ den aktiven Lorentz-Boost der beiden Wegner-Wilson-Linien gegeneinander in der
Minkowski-Raumzeit, θ deren O(4)-Verdrehung gegeneinander in der ins Euklidische fortge-
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setzten Raumzeit. Wir verallgemeinern damit ein fu¨r Quark-Quark-Streuung vero¨ffentlichtes
etabliertes Resultat auf den Fall der Streuung eichinvarianter, physikalischer Objekte.
Die Formulierung der Euklidischen Theorie besitzt eine Reihe von Aspekten von Bedeu-
tung. So liegt der Argumentation hin zu den Annahmen des MSV wesentlich zugrunde eine
Raumzeit mit Euklidischer (Riemannscher) statt Minkowskischer (pseudo-Riemannscher)
Metrik: Korrelation paralleltransportierter Feldsta¨rken – Observabler u¨berhaupt – macht
Sinn bezu¨glich Euklidischer Spha¨ren, nicht aber (wozu diese unter Fortsetzung werden)
bezu¨glich Minkowskischer Hyperboloide, die sich entlang des Lichtkegels bis ins Unendliche
erstrecken, und so implizierten maximale Korrelation aller lichtartig separierten Weltpunk-
te unabhngig von deren ra¨umlichen Separation. Daru¨berhinaus ist die Formulierung der
Euklidischen Theorie essentielle Voraussetzung dafu¨r, Hochenergiestreuung auszuwerten im
Rahmen numerischer Simulationen von QCD als Gittereichtheorie.
U¨berblickartig diskutieren wir das resultierende fu¨hrende Verhalten der T -Amplitude fu¨r
großes s. Dies geschieht in Referenz auf Quark-Quark-Streuung, in der das
”
Wegru¨cken“
der klassischen Partontrajektorien vom Lichtkegel zu verstehen ist als s-Regularisierung
ln s-divergenter Feynman-Loop-Diagramme. Summation von ln s-Termen aber muß auf die
experimentell beobachtete s-Asymptotik fu¨hren, die fu¨r die T -Amplitude eine Abha¨ngigkeit
wie s1+ǫ heißt und von der rein kinematischen durch ein
”
kleines“ Epsilon ǫ abweicht.2.1
2.1 Nahezu versus exakt lichtartige Trajektorien
In den Refn. [146, 148] leitet Nachtmann eine nichtperturbative Formel her fu¨r Parton-
Parton-Streuung bei großer invarianter Schwerpunktenergie
√
s. Seiner Analyse liegt zu-
grunde der Formalismus des Funktionalintegrals. Sie impliziert die Eikonalapproximation
fu¨r die Lo¨sung der Dirac-Gleichung in Anwesenheit eines externen nichtabelschen Eichfelds.
Die na¨chstfu¨hrende Ordnung, unterdru¨ckt durch Faktoren 1/
√
s, wird vernachla¨ssigt. Dies
ist de facto der Grenzwert s→∞: Die physikalischen klassischen Partontrajektorien werden
lichtartig. Nachtmanns Formel ist wesentlich bestimmt durch den Vakuumerwartungswert
zweier Wegner-Wilson-Linien entlang dieser lichtartigen Trajektorien.
Im folgenden zeichnen wir Nachtmanns Analyse nach bezogen auf physikalische nahezu
lichtartige Partontrajektorien. Hier definieren und begru¨nden wir dieses Vorgehen.
Wir betrachten die Streuung zweier Partonen in deren Schwerpunktsystem. Sei gewa¨hlt die
x3-Achse als Kollisionsrichtung und mit ihr verknu¨pfte Gro¨ßen bezeichnet als longitudinal ,
mit xi, i∈{1, 2}, verknu¨pfte Gro¨ßen als transversal und zusammengefaßt als (Spalten-)Vek-
tor x≡(xi), i∈{1, 2}: x=(x1, x2)t in geradem Fettdruck.
Fu¨r einen beliebigen Lorentz-Vektor x, der definiert ist als (Spalten-)Vektor seiner kon-
travarianten Komponenten: x≡(xµ), µ∈{0, 1, 2, 3}: x=(x0, x1, x2, x3)t, fu¨hren wir Licht-
kegelkoordinaten ein durch x¯≡(xµ¯), µ¯∈{+,−, 1, 2}: x¯=(x+, x−, x1¯, x2¯)t, das heißt durch
den (Spalten-)Vektor kontravarianter Komponenten, die definiert seien wie folgt:
x± := α
(
x0 ± x3) xi¯ := xi i ∈ {1, 2} (2.1)
d.h. x¯ = Lx xµ¯ = Lµ¯ν x
ν
L ≡ (Lµ¯ν) = α (1 1
1 −1
)
− [detL]−1 = 1/(2α2) = g+− = g−+
mit g++≡0, g−−≡0, explizit ausgeschrieben in der U¨bergangsmatrix L≡
(
Lµ¯ν
)
nur die
2.1Die nichtperturbative Wechselwirkung wird aufgefaßt als vermittels des Austauschs des Soft Pomeron,
dessen effektiver Intercept gegeben ist durch 1+ǫ mit ǫ∼=0.0808; vgl. Gl. (3.43) und die Refn. [56, 58].
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V+
V−
x0
x3
x
Abbildung 2.1: Die Wegner-Wilson-Linien V+≡Φ(C+), V−≡Φ(C−) – im Schwerpunktsystem
der Streuung – entlang der klassischen Partontrajektorien, die im Limes s→∞ u¨bergehen
in die lichtartigen Trajektorien C+, C−. Ihr gemeinsamer Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A
bestimmt wesentlich die T -Amplitude der Streuung.
nichttrivialen longitudinalen Komponenten (+,−)↔(0, 3) und definiert α∈IR+ als noch
offene Normierung, die wir in praxi setzen: α=1/
√
2; vgl. Anh. A.1.2.
Seien analog2.2 definiert Koordinaten x˜≡(xµ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2}: x˜=(xp, xm, x1˜, x2˜)t. Fu¨r
ihre longitudinalen Komponenten gelte xp → x+ und xm → x− im Limes s→∞, und fu¨r
ihre transversalen Komponenten xi˜ ≡ xi¯ ≡ xi. Das heißt die longitudinalen Komponenten
seien definiert als die Richtungen der physikalischen klassischen Partontrajektorien C – die
angenommen werden als geradlinig. So besitzt longitudinal per definitionem die Trajektorie
des in positive x3-Richtung propagierenden Partons nur eine xp-Komponente, die Trajek-
torie des in negative x3-Richtung propagierenden Partons nur eine xm-Komponente, – im
Limes s→∞ nur eine x+- beziehungsweise x−-Komponente. Sei suggestiv notiert
Cp −→
s→∞
C+ und Cm −→
s→∞
C− (2.2)
bezu¨glich der physikalischen Trajektorien und deren Limites. Wir haben vor Augen ein
”
plus“- und ein
”
minus“-Parton und indizieren allgemein die zugeho¨hrigen Gro¨ßen mit den
Skripten
”
p“ beziehungsweise
”
m“, im Limes s→∞ mit
”
+“ beziehungsweise
”
−“.
Wir verweisen ausdru¨cklich auf Anhang D. Dort ist entwickelt der formale wie interpre-
tatorische Zusammenhang, der ein tieferes Versta¨ndnis vermittelt bereits an dieser Stelle,
essentiell ist dann in den Abschnitten 2.4 und 2.6.
Das anschauliche Bild ist das folgende; vgl. Abb. 2.1. Seien die beiden Partonen zuna¨chst
in Ruhe. Aus diesem System mit den longitudinalen Koordinaten x0 und x3 heraus werden
sie
”
langsam“ in positive beziehungsweise negative x3-Richtung aufeinander zu geboostet
im Sinne aktiver Lorentz-Transformationen Λp≡Λ(βp) beziehungsweise Λm≡Λ(βm). Dabei
seien die Beta-Parameter definiert als positiv ∈ [0, 1), das heißt das
”
plus“-Parton propa-
giere mit der Geschwindigkeit βp, das ”
minus“-Parton mit der Geschwindigkeit −βm in
die x3-Richtung. Ha¨nge βm dabei ”
in jedem Moment“ des Boosts so von βp ab, daß sich
2.2Tensoren und Tensorkomponeten seien generell bezeichnet im Sinne T ≡(Tµ1···µs) versus T¯ ≡(T µ¯1···µ¯s)
versus T˜ ≡(T µ˜1···µ˜s ) mit µ∈{0, 1, 2, 3}, µ¯∈{+,−, 1, 2} bzw. µ˜∈{p,m, 1, 2}.
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das System der aufeinander zulaufenden Partonen im
”
momentanen“ Schwerpunktsystem
befindet. Dem Beta-Parameter a¨quivalente Variable der Lorentz-Transformation ist die Ra-
pidita¨t – der hyperbolische Winkel ψ, den in der x0,x3-Projektion des Minkowski-Diagramms
die geboostete Zeitachse mit der urspru¨nglichen einschließt; fu¨r diesen gilt allgemein:
ψ(β) =
1
2
ln
1+β
1−β = artanhβ (2.3)
das heißt ψ∈ [0,+∞) fu¨r β∈ [0, 1).
Die Trajektorien der so geboosteten Partonen verlaufen in der x0,x3-Projektion des Min-
kowski-Diagramms entlang der geboosteten Zeitachsen xp beziehungsweise entlang xm und
schließen mit der urspru¨nglichen Zeitachse x0 die endlichen hyperbolischen Winkel ψp bezie-
hungsweise −ψm ein, das heißt zusammen den endlichen hyperbolischen Winkel ψ≡ψp+ψm.
Die Beta- wie Gamma-Parameter sind in diesem Bild aktiver Lorentz-Boosts Funktionen des
”
momentanen“ invarianten Quadrats der Schwerpunktenergie s. Der Limes s→∞ wird rea-
lisiert durch βp, βm→ 1, das heißt ψp, ψm→∞, also ψ≡ψp+ψm→∞. Vgl. Anh. D. Die
Trajektorien C+, C− fallen zusammen mit der ersten beziehungsweise zweiten Winkelhal-
bierenden zweier Schnitte der Minkowski-Raumzeit parallel zur x0x3-Ebene, vgl. Abb.2.1.
Diesebezu¨glich sind die physikalischen Trajektorien Cp, Cm in den Lichtkegel hineingedreht.
Wir betrachten Wegner-Wilson-Linien bezogen genau auf diese Trajektorien, auf dieses
geometrische Bild.
Vor dieser Geometrie betrachten wir Nachtmanns Formel fu¨r die T -Amplitude. Sie ist im we-
sentlichen bestimmt durch den Vakuumerwartungswert – im Sinne der Definition von 〈 · 〉A
durch Gl. (1.11) – zweier Wegner-Wilson-Linien entlang der klassischen Partontrajektorien,
die zu nehmen sind in den Darstellungen der Partonen in der EichgruppeR+ beziehungswei-
seR−. Aufgrund des Limes s→∞, den Nachtmann de facto ausfu¨hrt, sind diese Trajektorien
lichtartig und im Sinne und Notation von Gl. (2.2) genau C+ und C−:
〈Z−12,+
(
V+ − 1
) · Z−12,− (V− − 1) 〉A (2.4)
mit, ı ≡ +,−: Vı = PCı exp−ig
∫
Cı
dxµ Aµ(x) Z2,ı = 〈trRı Vı〉A
Es sind V+≡Φ(C+) und V−≡Φ(C−) die Wegner-Wilson-Linien; die Konnektoren Φ, definiert
in Gl. (1.15), stehen in den DarstellungenR+ bzw.R−, bzgl. trR vgl. die Gln. (1.25), (1.25
′).
Dieser Vakuumerwartungswert ist zu interpretieren wie folgt. Die Partonen propagieren
durch die Raumzeit mit festem a¨ußerem Eichfeld A(x) und nehmen entlang ihrer klassischen
Trajektorien nichtabelsche Phasen auf: die Eichgruppen-wertigen Exponentiale Vı. Im Sinne
von 〈 · 〉A, das heißt mit dem Haarschen Eichfeldmaß Dµ(A) nach Gl. (1.11), ist dann zu
mitteln u¨ber sa¨mtliche Konfigurationen A(x) des nichtperturbativen Vakuums der QCD.
Streuung geschieht vermittels korrelierter Fluktuation der Vakuum-Eichfeldkonfiguration.
Die Formel Nachtmanns wurde spa¨ter von Meggiolaro im Rahmen eines anderen Formalis-
mus hergeleitet in den Refn. [140,143]. Dieser Zugang wurde in den fru¨hen sechziger Jahren
entwickelt von Fradkin [87] und basiert auf einer Funktionalintegral-Formulierung von Quan-
tenfeldtheorien in erster Quantisierung, vgl. hierzu Feynman in Ref. [78]. Explizit werden
darin Propagatoren (2-Punkt-Greenfunktionen) in Anwesenheit einer externen Metrik (gµν)
und in einem externen nichtabelschen Eichfeld (Aµa) ausgedru¨ckt durch ein Funktionalinte-
gral u¨ber Teilchentrajektorien und berechnet in einer Eikonal-Approximation. Mit Kenntnis
der Propagatoren – on-mass shell , trunkiert und Beitra¨ge von Vakuum-Diagramme herausdi-
vidiert – extrahiert der von Lehmann, Symanzik, Zimmermann entwickelte LSZ-Formalismus
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die S- beziehungsweise T -Amplitude. Venziano hat diesen Formalismus wieder aufgegriffen;
in Ref. [70] diskutiert er Streuung durch Gravitationswechselwirkung in einer vierdimen-
sionalen gekru¨mmten Raumzeit bei Energien auf der Skala der Planckmasse. Hierdurch
motiviert betrachtet Meggiolaro im selben Formalismus zuna¨chst skalare QCD. Die Verall-
gemeinerung auf
”
reale“ fermionische QCD ist genau Nachtmanns Formel.
Meggiolaro geht im Sinne seines Zugangs einen Schritt weiter und ersetzen in dieser For-
mel die Grenzwerte der klassischen Partontrajektorien C+ und C− durch die urspru¨nglichen
physikalischen Trajektorien Cp beziehungsweise Cm. Das heißt Gl. (2.4) geht u¨ber in
〈Z−12,p
(
Vp − 1
) · Z−12,m (Vm − 1) 〉A (2.5)
mit, ı ≡ p,m: Vı = PCı exp−ig
∫
Cı
dxµ Aµ(x) Z2,ı = 〈trRı Vı〉A
Dabei stehen die Wegner-Wilson-Linien Vp ≡Φ(Cp) und Vm ≡Φ(Cm) in den Darstellungen
der Partonen, respektive Rp und Rm.
Meggiolaro fu¨hrt Argumente dafu¨r an, daß diese Ersetzung sinnvoll und zumindest a prio-
ri auch geboten ist. Wir beziehen uns auf sie und zeichnen sie daher kurz nach.
Verlinde, Verlinde zeigen in Ref. [221] fu¨r Quark-Quark-Streuung, daß klassische Parton-
trajektorien exakt lichtartig ein singula¨rer Grenzwert darstellen, der also Divergenzen im-
pliziert. Diese ko¨nnen verstanden werden als Infrarotdivergenzen infolge verschwindender
Quarkmassen, denn dies genau zwingt die Propagation der Quarks auf den Lichtkegel. Eine
Mo¨glichkeit diese Divergenzen zu regularisieren besteht darin, den Trajektorien eine kleine
zeitartige Komponente zu geben: genau in der Art, daß sie identisch sind den Trajektorien
von Quarks mit nichtverschwindender Masse.
Dies induziert die Vorschrift, a priori auszugehen von den physikalischen Trajektori-
en Cp, Cm statt von ihren Grenzwerten C+, C−: ihnen ihre physikalische zeitartige Kom-
ponente zu belassen. Es geht insofern nicht um
”
Wegru¨cken“ vom Lichtkegel, sondern
um
”
Nicht-erst-Hinru¨cken“. Die T -Amplitude ist wohldefiniert und auszuwerten auf Basis
nicht von Gl. (2.4), sondern von Gl. (2.5): Die Partonen bewegen sich respektive mit βp
und −βm in x3-Richtung. Die korrespondierenden Wegner-Wilson-Linien schließen in der
x0,x3-Projektion der Minkowski-Raumzeit den endlichen hyperbolischen Winkel ψ≡ψp+ψm
ein. Der Hochenergielimes s→∞ ist erst als letzter Schritt zu nehmen in der Form βp, βm→1
beziehungsweise ψ→∞. Damit zusammen ha¨ngt, daß die Transformationsmatrix L≡(Lµ¯ν),
die nach Gl. (2.1) auf die Lichtkegelkoordinaten transformiert, zwar Grenzwert der Lorentz-
Transformationen Λp, Λm gegeneinander, selbst aber keine Lorentz-Transformation ist.
Diese Vorschrift wird a posteriori legitimiert durch Resultate, die Meggiolaro auf ihrer
Basis herleitet – wie auch andere Autoren, vgl. die Refn. [10, 120, 121]. So entwickelt er
in Ref. [141] fu¨r Quark-Quark-Streuung die T -Amplitude auf der Basis von Gl. (2.5) in
der renormierten Kopplungskonstanten gren. bis zu Termen proportional g
4
ren. und erha¨lt
genau das Resultat der konventionellen perturbativen QCD, vgl. Cheng, Wu [37] und Li-
patov [137]. Logarithmen in s, die in perturbativer QCD auftreten aufgrund divergenter
Feynman-Loop-Diagramme, treten in Meggiolaros Herleitung auf aufgrund des Zusammen-
hangs der invarianten Schwerpunktenergie
√
s und dem Parameter ψ des Lorentz-Boosts der
Partonen gegeneinander:
s = 2m2 (coshψ + 1) d.h. ψ ∼
s→∞ ln s (2.6)
Es skaliert also s mit m2, dem invarianten Quadrat des Quark-Vierer-Impulses.
Die T -Amplitude auf Basis von Gl. (2.5) reproduziert nicht nur die korrekte fu¨hrende Ord-
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W+
W−
x0
x3
x
Abbildung 2.2: Die Wegner-Wilson-Loops W+ ≡ trRΦ(∂S+) und W− ≡ trRΦ(∂S−) im
Schwerpunktsystem der Streuung. Ihre longitudinalen Linien verlaufen entlang der klas-
sischen im Limes s→∞ lichtartigen Trajektorien der (Anti)Quarks, orientiert in positive
(negative) Zeitrichtung. Bei großen positiven und negativen Zeiten, in praxi bei ±∞, sind
sie verbunden durch Konnektoren, die Eichinvarianz garantiert und in der Art orientiert
sind, daß resultieren Konnektoren bezu¨glich geschlossener orientierter Kurven ∂S+ bezie-
hungsweise ∂S− der Raumzeit, das heißt Wegner-Wilson-Loops. Ihr gemeinsamer Vakuum-
erwartungswert 〈 · 〉A bestimmt wesentlich die T -Amplitude der Streuung.
nung in s im Limes s→∞, sondern ermo¨glicht auch ihre analytische Fortsetzbarkeit ins
Euklidische. Meggiolaro gibt in Ref. [141] den formalen Beweis bis Ordnung O(gren.4) und in
Ref. [142] zu jeder Ordnung. Diesem Beweis liegt zugrunde – wir kommen hierauf zuru¨ck –
im wesentlichen die Forderung der Fortsetzbarkeit der gluonischen Green-Funktionen auf der
Minkowskischen Raumzeit zu den entsprechenden Schwinger-Funktionen auf deren Fortset-
zung ins Euklidische. Vgl. hierzu Ref. [29].
Dies ero¨ffnet die Mo¨glichkeit, Quark-Quark-Streuung bei großer aber endlicher inva-
rianter Schwerpunktenergie
√
s zu betrachten auf einer Raumzeit mit Euklidischer (Rie-
mannscher) Metrik und stellt den ersten Schritt dar hin zu ihrer Auswertung im Rahmen
numerischer Simulationen auf einem Euklidischen Gitter.
Unser Interesse gilt der Steuung eichinvarianter Obiekte – letztlich physikalischer Hadro-
nen. Nachtmann leitet in Ref. [148] im Limes s→∞ die entsprechende T -Amplitude her
und findet, daß sie im wesentlichen bestimmt ist durch den Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A
zweier lichtartiger Wegner-Wilson-Loops im Sinne von Gl. (2.4); vgl. die Abbn. 2.1 und 2.2.
Wir zeichnen diese Herleitung nach bezogen auf Wegner-Wilson-Loops, die im Sinne von
Gl. (2.5) vom Lichtkegel weggeru¨ckt sind.
Zum einen ist dies aufzufassen als unmittelbare Verallgemeinerung der Arbeiten Meggio-
laros auf den Fall eichinvarianter physikalischer Objekte. – In Hinblick auf dieselbe Fragen-
stellung: Untersuchung der fu¨hrenden Ordnung großer, aber endlicher s und Formulierung
einer Euklidischen Theorie als erster Schritt hin zu einer numerischen Auswertung im Rah-
men von QCD als Gittereichtheorie.
Zum anderen – so das Resultat des vorangegeangenenKapitels – ist a priori wohldefiniert
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nur eine Formulierung des MSV auf einer Raumzeit mit Euklidischer (Riemannscher) Met-
rik. Wir verifizieren daher seine naive Minkowskische Formulierung a posteriori dadurch,
daß wir sie herleiten als konsistente analytische Fortsetzung aus dem Euklidischen.
2.2 Kinematik
In den folgenden Abschnitten geben wir an Konstruktion, Auswertung und analytische Fort-
setzung der T -Amplitude fu¨r nahezu lichtartige Trajektorien. Die dem zugrundeliegende
Kinematik sei diskutiert hier und formal vertieft in Anhang B.
Wir betrachten Streuung
h1(P1) + h
2(P2) −→ h1′(P1′) + h2′(P2′ ) (2.7)
mit Pi den Vierer-Impulsen der Zusta¨nde h
i. Seien indiziert mit i=1, 1′
”
plus“-, mit i=2, 2′
”
minus“-Teilchen im Sinne von Propagation mit
”
großer“ Geschwindigkeit in positive re-
spektive negative x3-Richtung; bezeichnen ungestrichene Indizes ein-, gestrichene Indizes
auslaufende Teilchen. Ihre Lichtkegelkomponenten mit Normierung α lauten dann:2.3 P+iP−i ≡α2M2i/P+i
Pi
 fu¨r i=1, 1′,
 P+i ≡α2M2i/P−iP−i
Pi
 fu¨r i=2, 2′ (2.8)
mit P+1 , P
+
1′ und P
−
2 , P
−
2′ −→
s→∞, t fest
∞ (2.9)
Es bezeichnen M2i und M
2
i , mit
M2i
!
= M2i +P
2
i (2.10)
die Quadrate von invarianter beziehungsweise transversaler Masse des Zustands hi; diese
ko¨nnen negativ sein, etwa fu¨r ein Photon mit Virtualita¨t Q: M2
γ∗ ≡−Q
2 mit Q2≥0. Die
Abha¨ngigkeit in den Gl. (2.8) de facto von nur einer longitudinalen Komponente ist Konse-
quenz der on-mass shell -Forderung an die physikalischen Zusta¨nde:
P 2i = M
2
i ⇐⇒ P+i P−i = α2M2i (2.11)
Wir betrachten diesbezu¨glich als unabha¨ngig – vgl. Gl. (2.8) – die Komponenten
P+1 , P
+
1′ und P
−
2 , P
−
2′ (2.12)
In Termen dieser arbeiten wir im folgenden und sprechen sie an als die
”
großen“ Kompo-
nenten – in dem Sinne, daß sie gegen Unendlich gehen im Limes s→∞, t fest; vgl. Gl. (2.9).
Von diesen abha¨ngig sind die
”
kleinen“ Komponenten P−1 , P
−
1′ und P
+
2 , P
+
2′ .
Seien entsprechend
”
kleine“ Gro¨ßen εi fu¨r i=1, 1
′, 2, 2′ definiert durch:2.4
εi
!
= αM2i/P
+
i ⇐⇒ P+i = αM2i ε−1i fu¨r i=1, 1′ (2.13)
εi
!
= αM2i/P
−
i ⇐⇒ P−i = αM2i ε−1i fu¨r i=2, 2′ (2.13′)
mit εi −→
s→∞, t fest
0 fu¨r i=1, 1′, 2, 2′; vgl. Gl. (2.9) (2.14)
2.3Bzgl. Lichtkegelkoordinaten vgl. Gl. (2.1) und Anh. A.1.2: Definition P±=α (P 0±P 3), P=(P 1, P 2)t,
invertiert: P 0=(P++P−)/2α, P 3=(P+−P−)/2α, folgt fu¨r das invariante Skalarprodukt zweier beliebiger
Vektoren P , Q: P ·Q=[P 0Q0−P 3Q3]−P·Q=[P+Q−+P−Q+]/2α2−P·Q, das heißt: g+−=g−+=1/2α2.
2.4Die Definition geschieht zweckma¨ßigerweise in Termen von Massequadraten und nicht dimensionslos.
50 Analytische nahezu lichtartige T -Amplitude
✘✘✘
✘✘✘
✘✘✿ ❳❳❳❳❳❳❳❳③
✻
✘✘✘
✘✘✘
✘✘✿❳❳❳❳❳❳❳❳③
(P+1 ,P1)
(P−2 ,P2)
(P+1′ ,P1′)
(P−2′ ,P2′)
s
t
Abbildung 2.3: Die Kinematik der Streuung, vgl. Gl. (2.7), ist fu¨r on-mass shell -
Zusta¨nde hi(Pi) vollsta¨ndig bestimmt durch jeweils drei Impulskomponenten: per definitio-
nem die
”
große“ longitudinale Komponente P±i (die gegen Unendlich geht im Limes s→∞, t
fest) und der transversale Vektor Pi.
Durch die εi schreiben sich die ”
kleinen“ Komponenten P−1 , P
−
1′ und P
+
2 , P
+
2′ suggestiv
in der Form:
P−i = α εi fu¨r i=1, 1
′ (2.15)
P+i = α εi fu¨r i=2, 2
′ (2.15′)
mit P−1 , P
−
1′ und P
+
2 , P
+
2′ −→s→∞, t fest 0 (2.16)
Seien die
”
großen“ Komponenten verstanden als endlich, folglich die
”
kleinen“ Komponen-
ten und εi als epsilon-wertig im Sinne nichtverschwindend infinitesimal . Mit Definition
P± !=α(P 0±P 3) gilt fu¨r Energie- und Impuls-Komponenete in x3-Richtung allgemein:
P 0 =
1
2α
(
P+ + P−
)
(2.17)
P 3 =
1
2α
(
P+ − P−) (2.17′)
in Termen der εi:
P
0
3
1 =
(
M21 ε
−1
1 ± ε1
)/
2α und: P
0
3
2 =
(
ε2 ±M22 ε−12
)/
2α (2.18)
P
0
3
1′ =
(
M21′ ε
−1
1′ ± ε1′
)/
2α P
0
3
2′ =
(
ε2′ ±M22′ ε−12′
)/
2α (2.18′)
Index 0 oberes/ 3 unteres Zeichen. Wir arbeiten in Termen der vier Drei-Tupel [εi,Pi]. Die
Komponenten P+i , P
−
i und P
0
i , P
3
i folgen unmittelbar aus den angegebenen Gleichungen.
Es sind die Invarianten der Streuung nach Mandelstam; vgl. Gl. (2.7) und Abb. 2.3:
s = (P1 + P2)
2 (2.19)
t = (P1′ − P1)2 (2.19′)
u = (P2′ − P1)2 (2.19′′)
Nur zwei davon – wir wa¨hlen s und t – sind unabha¨ngig, die dritte – also u – folgt aus der
Relation s+ t+ u =
∑
iM
2
i +
1
2 P
2; dabei ist
P = (P1′ + P2′)− (P1 + P2) (2.20)
der Differenzimpuls zwischen den aus- und einlaufenden Zusta¨nden. Er verschwindet iden-
tisch, P ≡0, wenn die Streu-Wechselwirkung den Gesamtimpuls erha¨lt.2.5 Seien die Impul-
2.5Fu¨r die im folgenden Abschnitt 2.3 hergeleitete T -Amplitude der Streuung ist dies der Fall als Konse-
quenz der Impulserhaltung an jedem Vertex der Quantenchromodynamik.
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se Pi=(P
+
i , P
−
i ,Pi), vgl. Gl. (2.8), bezogen auf ein beliebiges, aber festes (inertiales) Ko-
ordinatensystem. Dann schreiben sich die Gln. (2.19), (2.19′) in Termen der Tupel [εi,Pi]
und Massequadrate M2i wie folgt:
s = −(P1+P2)2 + M21 +M22 +
[
M21M
2
2 ·
(
ε1 ε2
)−1
+ (ε1 ε2)
]
(2.21)
t = −(P1′−P1)2 +
[
M21
(
1− ε−11 ε1′
)
+M21′
(
1− ε1 ε−11′
)]
(2.21′)
Physikalisch hat s die Bedeutung des Quadrats der invarianten Schwerpunktenergie und −t
die des Quadrats des invarianten Impulstransfers der Streuung.
Sei aus formalen Gru¨nden fu¨r den Moment noch nicht impliziert Erhaltung des Ge-
samtimpulses, das heißt P ≡0. Dann beziehen sich s, t zuna¨chst auf die einlaufende be-
ziehungsweise 1,1’-Seite der Streuung. Entsprechende Gro¨ßen s′, t′, die sich beziehen auf
die auslaufende beziehungsweise 2,2’-Seite der Streuung sind definiert in Analogie zu den
Gln. (2.19), (2.19′) durch:
s′ = (P1′ + P2′)2 (2.22)
t′ = (P2′ − P2 )2 (2.22′)
dabei gilt offensichtlich, vgl. Gl. (2.20):
P ≡ 0 =⇒ s′ ≡ s und t′ ≡ t (2.23)
Im folgenden werden explizit formuliert Relationen in Termen der ungestrichenen Varia-
blen s, t. Durch Indexsubstitution gema¨ß der Gln. (2.19)→(2.22) und (2.19′)→(2.22′)
folgen unmittelbar analoge Relationen in Termen der gestrichenen Variablen s′, t′.
Sei analog zu P , vgl. Gl. (2.20), definiert der Vierer-Vektor Q und in Gegenu¨berstellung
geschrieben:
P = (P1′ − P1) + (P2′ − P2) (2.24)
Q = (P1′ − P1)− (P2′ − P2) (2.24′)
Wir dru¨cken t aus symmetrisch durch gestrichene und ungestrichene Gro¨ßen gema¨ß
t =
1
2
(
t+ t′
)
+
1
2
P ·Q (2.25)
und finden durch Einsetzen von Gl. (2.21′) und ihrem gestrichenen Pendant:
t = −(P1′−P1)2 (2.26)
+
1
2
[
M21
(
1− ε−11 ε1′
)
+M21′
(
1− ε1 ε−11′
)
+M22
(
1− ε−12 ε2′
)
+M22′
(
1− ε2 ε−12′
)]
+
1
2
[
P 0Q0 − P 3Q3
]
Erhaltung des Gesamtimpulses impliziert: P ≡0, verschwindet identisch die letzte Zeile und
wir erhalten die bezu¨glich der relevanten Terme symmetrisierte Darstellung von Gl. (2.26).
In Hinsicht auf die Abha¨ngigkeit von s sind zu bestimmen die Gro¨ßen Epsilon fu¨r unge-
strichene und gestrichene Indizes. Daraus folgen die longitudinalen Impulskomponenten P±
beziehungsweise P 0, P 3 und das Quadrat −t. Wir tun dies im folgenden.
Zwischen den Elementen der vier Drei-Tupel [εi,Pi] bestehen Relationen, die – subsu-
miert in P – widerspiegeln die Impulsstruktur der zugrundeliegenden Wechselwirkung. Fu¨r
definiertes P lauten diese:
P+ = α
[(
M21′ ε
−1
1′ + ε2′
) − (M21 ε−11 + ε2)] (2.27)
P− = α
[(
ε1′ + M
2
2′ ε
−1
2′
) − (ε1 + M22 ε−12 )] (2.27′)
P =
(
P1′ +P2′
) − (P1 +P2) (2.27′′)
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Explizit, wenn die Wechselwirkung den Gesamtimpuls erha¨lt: P ≡0, verschwinden identisch
die linken Seiten dieser Gleichungen.
Die Elemente der Drei-Tupel [εi,Pi] werden weiter verknu¨pft durch explizite Wahl eines
(inertialen) Bezugsystems. Geschehe dies in analoger Form zu den Gln. (2.27)-(2.27′′), durch
Spezifizieren der einlaufenden Impulse auf der linken Seite der Gleichungen:
P 31 + P
3
2 =
1
2
[(
M21 ε
−1
1 − ε1
) − (M22 ε−12 − ε2)] (2.28)
P1 +P2 (2.28
′)
das heißt durch Spezifizierung des Dreier-Vektors ~P1+ ~P2. Explizit fu¨r das Schwerpunkt-
system bezu¨glich der x3-Richtung ist zu setzen P 31 +P
3
2 ≡0, bezu¨glich der transversalen
x-Richtung P1+P2≡0. Die Wahl bezieht sich allgemein zuna¨chst auf die einlaufenden
Zusta¨nde, determiniert vollsta¨ndig aber auch das auslaufende System.
Die Verknu¨pfungen durch die Gln. (2.27)-(2.27′′) und (2.28), (2.28′) fu¨hren zu den fol-
genden Konsequenzen fu¨r die longitudinalen Gro¨ßen εi. Wir sind dabei in erster Linie
interessiert an deren Abha¨ngigkeit von s, aus der unmittelbar folgt die Abha¨ngigkeit der
”
großen“ Impulskomponeneten P+1 , P
+
1′ und P
−
2 , P
−
2′ , daraus der ”
kleinen“ Komponenten,
und des Quadrats −t des invarianten Impulstransfers nach Gl. (2.21′).
Sei zuna¨chst bezeichnet mit ε das Produkt ε1ε2:
ε ≡ ε1ε2 (2.29)
Einerseits aus Gl. (2.28) folgt unmittelbar ε2 als Funktion von ε1:
ε2(ε1) = −̺ +
√
̺2 +M22 (2.30)
mit ̺(ε1) =
1
2
(
M21 ε
−1
1 − ε1
) − (P 31 +P 32 )2 (2.30′)
Mithilfe dieser Relationen ist das Produkt ε≡ε1ε2 Funktion von ε1 allein:
ε|̺ (ε1) = (ε1ε2)̺ (ε1) (2.31)
!
= ε1
[
− ̺ +
√
̺2 +M22
]
entsprechend Gl. (2.29) und ε in suggestiver Indizierung.
Andererseits nach Gl. (2.21) ha¨ngt s ab von den εi allein u¨ber das Produkt ε≡ε1ε2;
hiernach aufgelo¨st Gl. (2.21), folgt dessen Abha¨ngigkeit von s:
ε|σ(s) =
(
ε1ε2
)
σ(s) (2.32)
!
=
(
ε1ε2
)
(s) = σ −
√
σ2 −M21M22
mit σ(s) =
1
2
[
s − [M21 +M22 − (P1+P2)2] ] (2.32′)
entsprechend Gl. (2.29) und ε in Indizierung im Sinne von Gl. (2.31).
Auf Basis dieser Relationen – durch Identifizieren ε|̺ ≡ ε|σ – werden in Anhang B.1
berechnet s als Funktion von ε1 und umgekehrt ε1 als Funktion von s. Wir finden:
s(ε1) =
[
M21 +M
2
2 −
(
P1+P2
)2]
+ 2 σ (2.33)
mit 2 σ(ε1) =
√
̺2 +M22 ·
(
M21 ε
−1
1 + ε1
)
+ ̺ · (M21 ε−11 − ε1) (2.33′)
Dabei ist aufzufassen ̺≡̺(ε1) entsprechend Gl. (2.30′) als Funktion von ε1. Weiter durch
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Einsetzen ε1≡αM21/P+1 folgt unmittelbar s als Funktion von P+1 , – P−2 ist eliminiert. Um-
gekehrt finden wir:
ε1(s) = β
[
− (P 31 +P 32 ) + √(P 31 +P 32 )2 + γ ] (2.34)
mit β(ε) = ε
/ (
M22 + ε
)
(2.34′)
γ(ε) =
(
M21 + ε
)(
M22 + ε
)/
ε (2.34′′)
Dabei ist aufzufassen ε≡ε|σ(s)=
(
ε1ε2
)
(s) entsprechend der Gln. (2.32), (2.32′). Durch
ε2 = ε|σ
/
ε1 (2.35)
vgl. Gl. (2.29), folgt ε2 als Funktion von s, durch Indexsubstitution 1→1′, 2→2′ im Sinne
M21 → M21′ , P1 → P1′ und M22 → M22′ , P2 → P2′ (2.36)
schließlich Darstellungen fu¨r die gestrichenen Gro¨ßen: fu¨r s′(ε1′) und ε1′(s′), ε2′(s′) mit s′≡s
nach Gl. (2.23) bei Erhaltung des Gesamtimpulses P ≡0.
Mit den Epsilon εi(s), i=1, 1
′, 2, 2′, sind bekannt als Funktionen der invarianten Schwer-
punktenergie
√
s alle relevanten Gro¨ßen: die Lichtkegelkomponenten der Impulse P+i , P
−
i
durch die Gln. (2.13), (2.13′) und (2.15), (2.15′), die Energie- und Drei-Komponenten P 0i , P
3
i
durch die Gln. (2.18), (2.18′), die Dreier-Impuls-Betra¨ge |~Pi|=√P2i+P 3i 2 und das Quadrat
des invarianten Impulstransfers −t, vgl. die Gln. (2.21′), (2.26).
In Anhang B.2 geben wir an deren Reihen-Entwicklungen fu¨r große s, das heißt fu¨r kleine
Parameter
κ ≡ 1
s
(2.37)
Wir diskutieren den allgemeinen Fall, der Erhaltung des Gesamtimpulses impliziert: P ≡0,
aber noch nicht spezifiziert das Bezugsystem: P1+P2, P
3
1 +P
3
2 , – und den Fall, der dieses
konkretisiert als das Schwerpunktsystem bezu¨glich der drei Raumrichtungen. Diese Ent-
wicklungen liegen zugrunde der Diskussion dieses wie der folgenden Kapitel. Exemplarisch
und in Hinblick auf spa¨ter seien hier nur zitiert:∣∣~P1(κ)∣∣ = ∣∣~P2(κ)∣∣ (2.38)
=
1
2
1√
κ
− 1
2
(M21+M
2
2 )
√
κ − M21 M22 κ3/2 + O(κ5/2)∣∣~P1′(κ)∣∣ = ∣∣~P2′(κ)∣∣ (2.38′)
=
1
2
1√
κ
− 1
2
(M21′+M
2
2′)
√
κ − M21′ M22′ κ3/2 + O(κ5/2)
vgl. Gl. (B.33′) wie auch die Gln. (B.30), (B.33), – und:2.6
t(κ) = −(P1′−P1)2 (2.39)
− (M21−M21′) (M22−M22′) κ
− 1
2
{
(M21−M21′) + (M22−M22′)
}
×
{
(M21+M
2
1′) (M
2
2−M22′) + (M21−M21′) (M22+M22′)
}
κ2
+O(κ3)
vgl. Gl. (B.36). Dabei ist gesetzt P1+P2≡0 und P 31 +P 32 ≡0, das heißt Bezug genommen
auf das Schwerpunktsystem bezu¨glich der drei Raumrichtungen.
2.6Es ha¨ngt t ab von s; sei insofern
”
t fest“ generell verstanden bzgl. des transversalen Anteils −(P1′−P1)2
das heißt als
”
t fest bis auf O(κ)≡O(s−1)“ im Sinne kleiner effektiver Skalen M2i κ ≡M2i s−1.
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Die Asymmetrie zwischen ε1 und ε2, die unsere Diskussion und Herleitung suggeriert,
ist selbstversta¨ndlich nur scheinbar; die Gln. (2.38), (2.38′) verifizieren dies a posteriori.
Es folgt allgemein die
”
1-Gro¨ße“ aus der
”
2-Gro¨ße“ und die
”
1′-Gro¨ße“ aus der
”
2′-Gro¨ße“
durch Indexsubstitution 1↔2 beziehungsweise 1′↔2′ im Sinne
M21 ↔ M22 , P1 ↔ P2 bzw. M21′ ↔ M22′ , P1′ ↔ P2′ (2.40)
und die
”
gestrichenen“ Gro¨ßen durch die
”
ungestrichenen“ durch 1→ 1′, 2→ 2′ im Sinne
von Gl. (2.36).
2.3 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Konstruktion
In Ref. [148] leitet Nachtmann die T -Amplitude von Hadron-Hadron-Streuung her bei festem
kleinen invarianten Impulstransfer: typischerweise
√− t<1 GeV2, und im Limes unendli-
cher invarianter Schwerpunktenergie:
√
s→∞. Wir zeichnen diese Herleitung nach und
verallgemeinern auf den Fall großer, aber endlicher
√
s.
2.3.1 Hadronniveau I. Exposition
Seien |hi(Pi)〉 hadronische Zusta¨nde, die bei großem, aber endlichem s – im Sinne von
Mesonen und deren fu¨hrender Fock-Komponente – identifiziert seien mit Wellenpaketen von
Quark-Antiquark-Paaren, oder: Colour-Dipolen.2.7 Seien definiert diese Zusta¨nde wie folgt:
|hi(Pi)〉 =
δnin¯i√
Nc
∫
d2ki
(2π)2
∫ 1
0
dzi
2π
ϕ˜isis¯i(zi,ki) |qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i,ki)〉 (2.41)
Wir betrachten eichinvariante Zusta¨nde, so daß wir a priori herausziehen ein normiertes
Kronecker-Symbol bezu¨glich Eichgruppenindizes: Die Indizes ni, n¯i = 1, . . . dF beziehen
sich auf die fundamentale Darstellung F der Eichgruppe mit Dimension dF≡Nc. Bzgl. der
Differenzierung von F fu¨r Quarks respektive F∗ fu¨r Antiquarks vgl. Fußn. 0.15 auf Seite 11.
Per constructionem durch Gl. (2.41) ist ϕ˜isis¯i(zi,ki) die quantentheoretische Wellenfunk-
tion des Colour-Dipols hi(Pi). Das heißt sie ist die Wahrscheinlichkeitsamplitude dafu¨r,
daß das Quark q in |hi(Pi)〉 charakterisiert ist durch Spin si, Colour ni, Flavour fi,
das Antiquark q¯ durch Spin s¯i, Colour n¯i, Flavour f¯i – und entsprechende Raumzeit-
Parameter.2.8Bewege sich der Colour-Dipol hi(Pi) anna¨hernd mit Lichtgeschwindigkeit, das
heißt P+i ≫P−i [oder umgekehrt] unter geeigneter Wahl der x3-Achse. Dann ist per defi-
nitionem ϕ˜isis¯i seine Lichtkegelwellenfunktion und die Raumzeit-Parameter sind genau zi
und ki. Diese sind definiert wie folgt.
Seien pi, p¯i fu¨r i∈1{, 1′, 2, 2′} die Vierer-Impulse von Quarks respektive Antiquarks.
Seien diese definiert durch ihre große Lichtkegel- und durch ihre transversale Vektorkompo-
nente, vgl. (2.8). Es gilt fu¨r die Quarks:
p+i = ziP
+
i pi = ziPi + ki fu¨r i=1, 1
′ (2.42)
p−i = ziP
−
i ∼ fu¨r i=2, 2′ (2.42′)
Die Komponenten der Antiquarks folgen durch Substitution
p¯i = pi
[
zi→ z¯i & ki→−ki
]
(2.43)
2.7Diese Beschreibung schließt mit ein Baryonen, in denen zwei Quarks zusammengeclustert sind zu einem
Diquark (das sich unter Eichtransformationen verha¨lt wie ein Antiquark). Die Beschreibung als Zustand
dreier separierter Quarks ist prinzipiell identisch, nur aufwendiger; sei verwiesen auf die Refn. [122, 148].
2.8Seien weiterhin global unterdru¨ckt Flavour-Indizes.
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Dies ist unmittelbare Konsequenz der Forderungen:
p+i + p¯
+
i
!
= P+i pi + p¯i
!
= Pi fu¨r i=1, 1
′ (2.44)
p−i + p¯
−
i
!
= P−i ∼ fu¨r i=2, 2′ (2.44′)
die genau ausdru¨cken, daß sich die großen longitudinalen und die transversalen Komponenten
von Quark und Antiquark – im Sinne von Impulserhaltung – addieren zu den entsprechenden
Komponenten des Colour-Dipols hi(Pi). Quark und Antiquark auf dem Lichtkegel sind on
mass-shell; infinitesimal weggeru¨ckt vom Lichtkegel seien sie angenommen als approximativ
on mass-shell; – das heißt die (Anti)Quarkimpulse besitzen Darstellungen a¨quivalent denen
in Gl. (2.11) mit deren Implikationen fu¨r die kleinen Lichtkegelkomponenten.
Wir weichen in den Gln. (2.42), (2.42′) bezu¨glich des einen Punktes ab von Nacht-
mann in Ref. [148], daß der Anteil zi des Quarks beziehungsweise z¯i≡1−zi des Anti-
quarks am Gesamt-Lichtkegelimpuls – statt des Faktors 1/2 – eingeht auch in den trans-
versalen Komponenten. Im allgemeinen ist zi 6=1/2, so daß unser Ansatz essentiell differiert
von dem Nachtmanns. Fu¨r den transversalen Differenzimpuls von Quark und Antiquark
im Zustand |hi(Pi)〉 folgt (pi−p¯i)=2p−P, vgl. die Gln. (2.44),(2.44′), und mithilfe der
Gln. (2.42),(2.42′) unmittelbar:
ki =
1
2
(
pi − p¯i
)
+
(1
2
−zi
)
Pi (2.45)
Diskrepanz zu Nachtmann ist also, daß 2k und (pi−p¯i) in unserer Definition nicht identisch
sind. Dies zieht Konsequenzen nach sich in Bezug auf die Gro¨ße, die als relevanter – zum
Impulstransfer konjugierter – Stoßparameter der Streuung identifiziert wird.
In Anhang D.6.2 zeigen wir explizit, daß bei Definition von zi als dem Anteil des
Quarks am Gesamt-Lichtkegelimpuls: p±i =ziP
± fu¨r die große Komponente, – Definition ei-
nes transversalen
”
Relativimpulses“ ki von Quark und Antiquark durch pi=:λ
′Pi+ki not-
wendig impliziert λ′≡zi, wenn gefordert wird Kovarianz bezu¨glich einer beliebigen Lorentz-
Transformation Λ≡(λµν) im weitesten Sinne, das heißt formal: p±i =ziP±→ p±′i =ziP±′
und pi=λ
′Pi+ki→p′i=λ
′P′i+k
′
i. Wir danken Dosch, Nachtmann, Michael Ru¨ter fu¨r die
Diskussion, auf die hin der Beweis zustande gekommen ist.2.9
Seien die in Gl. (2.41) definierten Zusta¨nde |hi(Pi)〉 normiert in Standardkonvention:
〈hi(P )|hi(P ′)〉 = (2π)32P0+ δ(~P− ~P ′) fu¨r festes i∈{1, 1′, 2, 2′} (2.46)
Dabei ist P0+=+
√
~P 2+M2 der Betrag der Null-Komponente von P ; die Diracsche Delta-
Distribution bezieht sich auf die Komponenten des Dreier-Vektors. Wir zeigen in An-
hang C.1, daß hieraus fu¨r die Lichtkegelwellenfunktionen folgt∫
d2k
(2π)2
∫ 1
0
dz
2π
2zz¯ ϕ˜
i†
ss¯(z,k) ϕ˜
i
ss¯(z,k) = 1 fu¨r festes i∈{1, 1′, 2, 2′} (2.47)
Spinsumme impliziert. Wir definieren mit
ϕiss¯(z,x) =
∫
d2k
(2π)2
eik·x √2zz¯ ϕ˜iss¯(z,k) (2.48)
die bezu¨glich ihrer transversalen Koordinaten Fourier-transformierte Lichtkegelwellenfunkti-
2.9Forderung von Lorentz-Kovarianz la¨ßt zu, den durch die Gln. (2.42), (2.42′) definierten Vektor k zu
ersetzen durch k′=ck, c∈ IR. Es ist sinnvoll keinen Faktor einzufu¨hren zwischen k und den transversalen
(Anti)Quarkimpulsen pi, p¯i. Denn diese sind Fourier-konjugiert zu den (Anti)Quarkpositionen, ergo –
vgl. die Gln. (2.42),(2.42′) – der Vektor k konjugiert zur Differenz dieser Positionen. Zum einen kann
die T -Amplitude nur abha¨ngen von Differenzvektoren, zum anderen ist der reine Abstand von Quark und
Antiquark des Colour-Dipols Gro¨ße von suggestiver Anschauuung.
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on; sei dabei x die zu k konjugierte Variable im (transversalen) Ortsraum. Wir beachten den
Faktor
√
2zz¯, in dem wir von der u¨blichen Definition abweichen. Normierung im der ϕ˜isi¯si
Impulsraum nach Gl. (2.47) heißt Normierung der ϕiss¯ im Ortsraum wie∫
d2x
∫ 1
0
dz
2π
ϕ
i†
ss¯(z,x)ϕ
i
ss¯(z,x) = 1 fu¨r festes i∈{1, 1′, 2, 2′} (2.49)
Spinsumme impliziert. In Anhang C.1 zeigen wir fu¨r das Skalarprokukt in diesem Sinne
zweier
”
plus“- oder zweier
”
minus“-Zusta¨nde, das heißt fu¨r deren U¨berlapp die Relation
〈hi
′
(Pi′)|h
i(Pi)〉 (2.50)
= (2π)3 2(Pi)0+ δ(~Pi′− ~Pi) ·
∫
d2x
∫ 1
0
dz
2π
ϕ
i′†
ss¯ (z,x)ϕ
i
ss¯(z,x)
fu¨r feste i, i′, beide ∈{1, 1′} oder ∈{2, 2′}
Fu¨r i′≡ i impliziert Gl. (2.50) die Normierung der Zusta¨nde |hi(Pi)〉 nach Gl. (2.46) dann,
wenn die Lichtkegelwellenfunktionen normiert sind entsprechend Gl. (2.47) respektive (2.49).
Wir ko¨nnen bereits hier die Konsequenzen dessen ablesen, daß wir abweichend von Nacht-
mann auch die transversalen (Anti)Quarkimpulse allgemein mit zi und nicht mit dem kon-
stanten Faktor 1/2 definieren, vgl. die Gln. (2.42), (2.42′) und (2.43) bzw. (2.45):
In der T -Amplitude der Hadron-Hadron-Streuung nach Gl. (2.7) werden analoge Integra-
tionen auftreten wie in Gl. (2.50). Sie werden sich beziehen auf den Vakuumerwartungswert
zweier Wegner-Wilson-Loops, der nur noch von transversalen Vektoren abha¨ngt, – von der
Projektion der Loops in den Transversalraum. U¨ber die Transversalvektoren wird dieser
Vakuumerwartungswert aber sehr wohl noch abha¨ngen von den Faktoren zi, die daher nicht
trivialerweise – im Sinne von Gl. (2.49), das heißt nur auf die Wellenfunktionen bezogen –
ausintegriert werden ko¨nnen. Das Bild ist zwar das getrennter (kleiner) transversalen Ska-
la
√− t und der (großer) longitudinalen √s, die Faktorisierung geschieht aber nur effektiv .
Im Limes großer invarianter Schwerpunktenergie sind die streuenden Zusta¨nde zu in-
finitesimal flachen transversalen Scheiben Lorentz-kontrahiert, so daß sie sich nur fu¨r eine
infinitesimal kleine Zeit durchdringen. Ihre Wechselwirkung sollte beschrieben werden durch
eine effektive zweidimensionale Quantenfeldtheorie im Transversalraum. Daß sie in der Tat
effektiv ist in dem Sinne, daß sie notwendigerweise longitudinale Dynamik subsummiert,
zeigt die subtile Diskussion, die in diesem Rahmen Lipatovs Gluon-Emissions-Vertex ver-
langt, vgl. Ref. [221].
2.3.2 Partonniveau. Durchfu¨hrung
Die Zusta¨nde hi(Pi) in Definition nach Gl. (2.41) sind Wellenpakete von Quark-Antiquark-
Paaren. Ihrer Streuung, vgl. Gl. (2.7), liegt zugrunde auf Partonniveau der Prozeß
q(1) + q¯(1¯) + q(2) + q¯(2¯) −→ q(1′) + q¯(1¯′) + q(2′) + q¯(2¯′) (2.51)
wobei abku¨rzend notiert sei
q(i) ≡ qsi,ni(zi,ki) ≡ qsi,ni(pi) (2.52)
q¯(¯i) ≡ q¯s¯i,n¯i(z¯i,ki) ≡ q¯s¯i,n¯i(p¯i) (2.52′)
fu¨r Quarks q beziehungsweise Antiquarks q¯, vgl. die Gln. (2.42), (2.42′) bzw. (2.43). Stehe
generell i fu¨r die Gesamtheit {i} der internen Quantenzahlen (Dirac, Colour, Flavour) und
des Impulses mit Index i; sei der Querstrich fu¨r die Antiquarks unterdru¨ckt, wenn er folgt
aus dem Zusammenhang.
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Der Partonprozeß nach Gl. (2.51) ist vollsta¨ndig bestimmt durch das S-Matrixelement
〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), in |S | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉 (2.53)
= 〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), out | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉
Dabei ist S der S-Operator , der unita¨r , das heißt unter Normerhaltung die Darstellung
eines beliebigen Zustands f bezu¨glich der auslaufenden Basis abbildet auf seine Darstellung
bezu¨glich der einlaufenden:
〈f, out | =: 〈f, in |S mit SS† = S†S = 1l (2.54)
Definition nach Ref. [114].
Die zweite Darstellung in Gl. (2.53) bezu¨glich der jeweils
”
natu¨rlichen“ Basis werde ausge-
schrieben mithilfe entsprechender Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren, vgl. Ref. [114]:
〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), out | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉 (2.55)
= 〈Ω, out | bout(2¯
′) aout(2′) bout(1¯′) aout(1′) a
†
in(1) b
†
in(1¯) a
†
in(2) b
†
in(2¯) |Ω, in 〉
Die Operatoren a
†
in, b
†
in in Gl. (2.55) erzeugen ein freies Quark, Antiquark im einlau-
fenden, die Operatoren aout, bout vernichten ein (freies) Quark, Antiquark im auslaufenden
Zustand, das heißt bei großen negativen beziehungsweise positiven Zeiten: x0→±∞.
Es gelten – fu¨r
”
in“- und
”
out“-, das heißt asymptotische Zusta¨nde – fu¨r Quarks
a†(i) =
∫
x0
d3~x ψ(x) γ0 e−ipix u(i) ≡
∫
x0
d3~x ψ(x) γ0 (x|i) (2.56)
a(i) =
∫
x0
d3~x u(i) eipix γ0 ψ(x) ≡
∫
x0
d3~x (i|x) γ0 ψ(x) (2.56′)
und fu¨r Antiquarks
b†(¯i) =
∫
x0
d3~x v(¯i) eip¯ix γ0 ψ(x) ≡
∫
x0
d3~x (¯i|x) γ0 ψ(x) (2.57)
b(¯i) =
∫
x0
d3~x ψ(x) γ0 e−ip¯ix v(¯i) ≡
∫
x0
d3~x ψ(x) γ0 (x|¯i) (2.57′)
verstanden als Integration u¨ber die Hyperfla¨che x0=const. Dabei sind
u(i) ≡ usi,ni(pi) und v(¯i) ≡ vs¯i,n¯i(p¯i) (2.58)
die Dirac-Spinoren fu¨r Quarks beziehungsweise Antiquarks. Die Indizes i, i¯ stehen wieder
fu¨r die Gesamtheiten {i}, {i¯} der internen Quantenzahlen und der Impulsraumvariablen im
Sinne von Gl. (2.52). Zur Dirac-Algebra vgl. auch Anhang A.2.
Weiter treten in den Gln. (2.56)-(2.57′) auf die freien (Anti)Quarkfelder ψ, ψ; wir halten
uns an die Standarddefinition
ψ(x) =
∫
dRk
∑
s
(
as,n(k)us,n(k) e
−ikx + b†s,n(k) vs,n(k) eikx
)
(2.59)
ψ(x) = ψ†(x) γ0 (2.59′)
mit Integrationsmaß
dRk =
d3~k
(2π)3 2k0+
=
dk
(2π)4
2π δ(k2 −m2) θ(k0) k0+ = +
√
~k2+m2 (2.60)
Einschra¨nkung der Vierer-Impulse auf die Vorwa¨rts-Masseschale – so das Maß dRk selbst –
ist invariant unter Transformationen der speziellen orthochronen Lorentz-Gruppe L↑+ ; vgl.
Anh. D.1, D.2, insbes. die Gln. (D.185)-(D.185′′′) und (D.192)-(D.192′′′) in D.6.2.
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Im Hinblick auf spa¨ter haben wir durch die zweiten Identita¨ten in den Gln. (2.56)-(2.57′)
die Zustandsvektoren | · ) und ( · | fu¨r Quark-Indizes i und Antiquark-Indizes i¯ eingefu¨hrt.
Sie erfu¨llen die freie renormierte Dirac-Gleichung, vgl. unten Gl. (2.80). Definiert durch
ihre Darstellung im Ortsraum haben wir fu¨r ein- und auslaufend (Anti)Quarks
(x|i) = e−ipix u(i) bzw. (i|x) = u(i) eipix = (x|i) (2.61)
(¯i|x) = v(¯i) e−ip¯ix bzw. (x|¯i) = eip¯ix v(¯i) = γ0 (¯i|x)† (2.61′)
Sie sind pra¨gnante Bra-Ket-Notation im Diracschen Sinne.
LSZ-Reduktionsformalismus
Wir skizzieren den Reduktionsformalismus nach Lehmann, Symanzik, Zimmermann. Wie
er auf Basis der der Gln. (2.56)-(2.57′) S-Matrixelemente von n Partonen mit der entspre-
chenden n-Punkt-Greenfunktion G(n) nach Gl. (1.7) verknu¨pft.
Im n-Teilchen-S-Matrixelement entsprechend den Gln. (2.53), (2.55) wird Gl. (2.56) an-
gewandt zuna¨chst o.E.d.A. auf einen Erzeuger ain
†(j) bezu¨glich der einlaufenden
”
in“-Basis
und mit den Quantenzahlen {j}. Das heißt das Raumintegral bezieht sich auf die Hyper-
fla¨che konstanter negativ unendlicher Zeit x0; aufgefaßt als Funktion von x0 ist dies sein
Grenzwert x0→−∞. Mit der Identita¨t
lim
x0→−∞
= lim
x0→∞
−
∫ ∞
−∞
dx0 ∂0 (2.62)
wird dieser u¨berfu¨hrt in die Differenz des Grenzwerts konstanter positiv unendlicher Zeit
x0→+∞ und des so generierten Ableitungsterm. Dieser ist gleich dem vierdimensionalen
Raumzeit-Integral
∂(j) =
∫
dx ∂0
[
ψ(x) γ0 (x|j)
]
(2.63)
Der Limes-Term ist – vgl. Gl. (2.56) von rechts nach links – gerade der urspru¨ngliche Erzeuger
bezu¨glich der auslaufenden
”
out“-Basis: a
†
out(j).
Dieser wird nach links permutiert, wo er letztlich den Vakuumzustand annihiliert.2.10
Bevor er dies tut, ergibt er an genau einem der Vernichter, o.E.d.A. an aout(j
′) mit Index j′,
den Zusatzterm δ(j′, j); dies aufgrund der nichttrivialen Antikommutatorrelationen{
a(i′),a†(i)} = δsi′siδni′ni (2π)3 2(pi)0+ δ(~pi′−~pi) = δ(i′, i) (2.64){
b(¯i′), b†(¯i)} = δs¯i′s¯iδn¯i′n¯i (2π)3 2(p¯i)0+ δ(~¯pi′−~¯pi) = δ(¯i′, i¯) (2.64′)
symmetrisieren entsprechend (pi)0+ =
√
(pi′)0+(pi)0+ und (p¯i)0+ =
√
(p¯i′)0+(p¯i)0+ unter der
Diracschen Delta-Distribution. Mit jeder Vertauschung nach links ergibt a
†
out(j) nur noch
ein Vorzeichen und letztlich Null. Exakt gesprochen tauscht die Summe dreier Terme nach
links durch und sammelt in definierter Weise Vorzeichen auf: der Vernichter a
†
out(i), der
Zusatzterm δ(j′, j) und der (negative) Graßmann-wertige Ableitungsterm.
Der Ableitungsterm ∂(j), vgl. Gl. (2.63), ist dabei multipliziert mit aout(j
′). Dieser
Vernichter wird seinerseits geschrieben als Grenzwert x0→+∞ eines Raumintegrals nach
Gl. (2.56′). Mit der Identita¨t
lim
x0→∞
= lim
x0→−∞
+
∫ ∞
−∞
dx0 ∂0 (2.65)
vgl. Gl. (2.62), wird dieser u¨berfu¨hrt in die Summe des Grenzwerts x0→+∞ und dem zu
2.10Das Vakuum ist invariant unter dem S-Operator, das heißt |Ω 〉 ≡ |Ω, in 〉 ≡ |Ω, out 〉.
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Gl. (2.63) analogen Ableitungsterm
∂(j′) =
∫
dx′ ∂0
[
(j′|x′) γ0 ψ(x′)
]
(2.66)
Der Limes-Term ist genau der Vernichter ain(j
′), wird nach rechts durchpermutiert, sammelt
dabei Vorzeichen auf und annihiliert schließlich den Vakuumzustand 2.10. Dabei entstehen
a priori Zusatzterme δ(j′, i) aufgrund der nichttrivialen Antikommutatorrelationen nach
Gl. (2.64). Diese verschwinden alle identisch, da der Index i≡j nicht mehr vorkommt. Der
Limes-Term fa¨llt daher weg.
In conclusio sind die Operatoren a
†
in(j) und aout(j
′) verschwunden und an ihre Stelle
getreten, mit definiertem Vorzeichen, die Differenz
δ(j′, j)− ∂(j′) · ∂(j) (2.67)
mit expliziten Gestalt der ∂(j), ∂(j′) wie in den Gln. (2.63), (2.66).
In den Ableitungstermen ∂(j), ∂(j′) ko¨nnen die auf die Zustandsvektoren |i), (j
′| wir-
kenden Differentiationen γ0∂x0 beziehungsweise γ
0∂x
′
0 mithilfe der freien renormierten Dirac-
Gleichung – die |j), (j′| lo¨sen, vgl. unten Gl. (2.80) – ersetzt werden durch die ra¨umlichen
Differentiationen. Diese ko¨nnen partiell integriert werden – die Randterme verschwinden –
und wirken, von links beziehungsweise rechts, auf die Felder ψ(x), ψ(x): zusammen mit γ0∂
xj
0
beziehungsweise γ0∂
xj′
0 genau als die freien renormierten Dirac-Operatoren.
Dieses Verfahren wird sukzessive auf sa¨mtliche Operatoren a
†
in(i) und aout(i
′) angewandt.
Es treten a priori sa¨mtliche verschiedenen Kontraktionen von Indexpaaren δ(i′, i), δ(¯i′, i¯)
auf im Sinne von Gl. (2.67). Welche davon ungleich Null sind, folgt u¨ber die nichttrivialen
Antikommutatorrelationen nach den Gln. (2.64), (2.64′) letztlich aus den internen Quanten-
zahlen und Impulsen der (Anti)Quarks, – der Kinematik der Streuung.
(Anti)Quark-Propagation durch vorgegebenen Gluon-Hintergrund
Wir kommen zuru¨ck auf das S-Matrixelement nach den Gln. (2.53), (2.55). Resultat ist
die folgende Reduktion: Es wirkt fu¨r jedes der acht Argumente der (Anti)Quarks der freie
renormierte Dirac-Operator auf die 8-Punkt-Greenfunktion G(8)
G(8)(2¯′, 2′, 1¯′, 1′, 1, 1¯, 2, 2¯) (2.68)
= 〈Ω| T ψ(2¯′)ψ(2′)ψ(1¯′)ψ(1′)ψ(1)ψ(1¯)ψ(2)ψ(2¯) |Ω 〉
vgl. Gl. (1.7) und Fußn. 2.10. Die Integrationen dx, dx′ in (2.67) – siehe auch die Gln. (2.63),
(2.66) – stehen fu¨r abschließende Fourier-Transformation in den Impulsraum.
Im betrachteten t-Kanal, vgl. die Gln. (2.42), (2.42′) und (2.43), folgt
〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), in |S | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉 (2.69)
= 〈
(
δ(1′, 1)− iZ−12 MF1′1[A]
) (
δ(1¯′, 1¯)− iZ−12 M¯F1¯′1¯[A]
)
×(δ(2′, 2)− iZ−12 MF2′2[A]) (δ(2¯′, 2¯)− iZ−12 M¯F2¯′2¯[A]) 〉A
wobei wir formal wieder zuru¨ckkehren von der BRST-Operatornotation 〈Ω| · |Ω 〉 zur Funk-
tionalintegraldarstellung 〈 · 〉A, vgl. Gl. (1.11). Wir merken an, daß der Ausdruck nach
Gl. (2.69) u¨ber δ(i, i) und δ(¯i, i¯) noch sa¨mtliche nichtzusammenha¨ngenden, disconnected
Terme mit einschließt.
Diese Gleichung ist fundamentale Basis unserer Analyse. Wir diskutieren wie folgt die
auftretenden Gro¨ßen.
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Die Konstante Z2 ist Element des reellen Einheitsintervalls (0, 1] und verknu¨pft mit der
Renormierung des Quark-Spinorfelds durch
ψ(x) −→
x0→±∞
Z
−1/2
2 ψout
in
(x) (2.70)
im schwachen Sinne, das heißt als Erwartungswert.2.11 Sie tritt auf im Zuge des U¨bergangs
im LSZ-Formalismus von Lagrange’schen nichtrenormierten Quarkfeldern zu asymptotischen
”
in“- und
”
out“-, das heißt renormierten Feldern.
Die Gro¨ßenMFi′i, und M¯Fi¯′¯i sind bezeichnet und definiert nach Nachtmann:
MFi′i[A] = (i′|
(
iγµ
⇀
∂ µ −mren.
)
SF [A]
(
iγν
↼
∂ ν +mren.
)
|i) (2.71)
M¯Fi¯′¯i[A] = − (¯i|
(
iγµ
⇀
∂ µ −mren.
)
SF [A]
(
iγν
↼
∂ ν +mren.
)
|¯i′) (2.71′)
Wir betonen die Vertauschung (¯i| · |¯i′) fu¨r Antiquarks gegenu¨ber (i′| · |i) fu¨r Quarks. Es ist
definiert mren. als die renormierte Quarkmasse, im Gegensatz zu m der nichtrenormierten
Lagrange’schen. Sie sind verknu¨pft u¨ber die Beziehung 2.11
mren. = m + δm (2.72)
Die Gro¨ßen MFi′i, M¯Fi¯′¯i sind, wie notiert in den Gln. (2.71), (2.71′), Funktionale im Gluon-
Eichfeld A – u¨ber das Eichfeld-Funktional SF [A]≡SF [A](x, x′;m2). Die Bedeutung von
MFi′i, M¯Fi¯′¯i erschließt sich u¨ber diese Gro¨ße.
Bevor wir hierauf na¨her eingehen, erinnern wir an die Definition der Zustandsvekto-
ren |·), (·| in den Gln. (2.61), (2.61′) und machen die folgende Anmerkung zur Schreibweise.
Wir arbeiten in der Bra-Ket-Notation Nachtmanns, in der die Gro¨ßen aufgefaßt sind als
Vektoren beziehungsweise Matrizen bezu¨glich des internen Eichgruppen- und Dirac-Raumes
und des Konfigurationsraumes. Multiplikation impliziert daher zusa¨tzlich zur Summation
u¨ber Eichgruppen- und Dirac-Indizes Vierer-Integration der Ortsraum-Variable u¨ber den
gesamten Raum. Die Eins lautet ausgeschrieben 1l=δn′nδs′sδ(x
′−x)) und impliziert die Di-
racsche Delta-Distribution bezu¨glich der vierdimensionalen Minkowski-Raumzeit. So lauten
die Gln. (2.71), (2.71′) ausgeschrieben:
MFi′i[A] (2.73)
=
∫
dx dx′ (i′|x) (i
⇀
∂/x −mren.) SF [A](x, x′;m2) (i
↼
∂/x
′
+mren.) (x
′|i)
M¯Fi¯′¯i[A] (2.73′)
= −
∫
dx dx′ (¯i|x) (i
⇀
∂/x −mren.) SF [A](x, x′;m2) (i
↼
∂/x
′
+mren.) (x
′ |¯i′)
in Notation mit wohlbekanntem Feynman-Slash: ∂/≡γµ∂µ.
Wir kommen zuru¨ck auf das Funktional SF [A]. Es ist genau die Greenfunktion – mit
Polvorschrift nach Feynman [Skript
”
F“] – der vollen nichtrenormierten Dirac-Gleichung,
das heißt fu¨r ein (Anti)Quarks in vorgegebener Konfiguration A(x) des Gluon-Eichfelds. An-
wendung des vollen nichtrenormierten Dirac-Operators ergibt per definitionem von links:2.12(
iγµDµ[A]−m
)
SF [A] = − 1l (2.74)
d.h.
(
iγµDxµ[A]−m
)
SF [A](x, x
′;m2) = − δ(x− x′) (2.74′)
2.11Vgl. die Bemerkung in Anschluß an die Gln. (2.76), (2.76′).
2.12Die implizite Vierer-Integration ist bereits ausgefu¨hrt: Aufgrund der Diagonalita¨t der Differential-
operatoren steht zuna¨chst δ(x−x′) (iγµDx′µ [A]−m) respektive (iγµ(−↼∂ xµ[A] + igAµ(x)) −m) δ(x−x′).
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mit Dxµ[A] = ∂
x
µ+igAµ(x), vgl. Gl. (1.5), – und von rechts:
2.12
SF [A]
(
iγµ(−
↼
∂ µ + igAµ)−m
)
= −1l (2.75)
Differentiation bezieht sich generell auf sa¨mtliche Funktionen in Richtung des Pfeils.
In Hinblick auf die Differentialoperatoren in den Gl. (2.71), (2.71′) geben wir – entspre-
chend den Gln. (2.74), (2.75) – die Relationen an fu¨r die Feynmansche Greenfunktion der
freien renormierten Diracgleichung S
(0)
F :(
iγµ
⇀
∂ µ −mren.
)
S
(0)
F = −1l (2.76)
S
(0)
F
(
iγµ(−
↼
∂ µ)−mren.
)
= −1l (2.76′)
Sie sind relevant fu¨r die in den Gln. (2.61), (2.61′) definierten Zustandsvektoren | · ), ( · |, die
per definitionem Lo¨sungen sind der freien renormierten Diracgleichung. Die Gro¨ßen mren.
und Z2 sind definiert als der Pol von S
(0)
F im Impulsraum respektive das zugeho¨rige Resi-
duum; Gl. (2.70) und (2.72) sind unmittelbare Konsequenz von dieser Definition.
Physikalisch ist SF genau der volle nichtrenormierte Feynman-Propagator eines Quarks
im Gluon-Hintergrund A und tritt auf im S-Matrixelement nach Gl. (2.69) aufgrund der
Relation mit den nichtrenormierten, das heißt von m abha¨ngenden Quarkfeldern:
iSF [A](x, x
′;m2) = ψ(x)ψ(x′) = i
(OD−1)[A](x, x′;m2) (2.77)
Das heißt 〈iSF [A]〉A=〈ψψ〉A=〈iOD−1[A]〉A ist der volle nichtrenormierte Feynman-Propa-
gator der QCD, geschrieben in Referenz auf Gl. (1.7) mit OD−1=(iγµDxµ −m)−1, wie defi-
niert in Gl. (1.9).
Die physikalische Bedeutung der das S-Matrixelement bestimmenden Gro¨ßenMFi′i, M¯Fi¯′¯i,
vgl. die Gln. (2.71), (2.71), erschließt sich dadurch, daß wir sie mithilfe der Gluonfeld-
abha¨ngigen Zustandsvektoren |ψFi ) beziehungsweise (ψ¯
F
i¯
| umschreiben. Definiert durch
|ψFi [A]) = SF [A]
(
iγµ
↼
∂ µ +mren.
)
|i) (2.78)
(ψ¯Fi¯ [A]| = (¯i|
(
iγµ
⇀
∂ µ −mren.
)
SF [A] (2.78
′)
lo¨sen sie die volle nichtrenormierte Dirac-Gleichung, das heißt:(
iγµ(
⇀
∂ µ + igAµ)−m
)
|ψFi ) = 0 (2.79)
(ψ¯Fi¯ |
(
iγµ(−
↼
∂ µ + igAµ)−m
)
= 0 (2.79′)
Dabei ist wesentlich, daß die Zusta¨nde |i), (¯i| die freie renormierte Dirac-Gleichung lo¨sen,
das heißt:(
iγµ
⇀
∂ µ −m
)
|i) = 0 (2.80)
(¯i|
(
iγµ(−
↼
∂ µ)−m
)
= 0 (2.80′)
Mithilfe von |ψFi ) beziehungsweise (ψ¯
F
i¯
| schreiben sich die Gln. (2.71), (2.71′) wie folgt:
MFi′i[A] = (i′|
(
iγµ
⇀
∂ µ −mren.
)
|ψFi [A]) = (i
′|
(
gγµAµ − δm
)
|ψFi [A]) (2.81)
M¯Fi¯′¯i[A] = (ψ¯Fi¯ [A]|
(
iγµ
↼
∂ µ +mren.
)
|¯i′) = (ψ¯Fi¯ [A]|
(
gγµAµ − δm
)
|¯i′) (2.81′)
Die zweiten Gleichheitszeichen gelten aufgrund der Gln. (2.79), (2.79′). Nachtmann findet
diese Identita¨ten a¨quivalent, indem er benutzt:
SF [A] = S
(0)
F − SF [A]
(
gγµAµ − δm
)
S
(0)
F (2.82)
=
∑∞
n=0
[− S(0)F (gγµAµ − δm)]n S(0)F (2.82′)
die Lippmann-Schwinger-Gleichung fu¨r SF , vgl. die Gln. (2.76), (2.76
′).
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Auf Basis der Darstellungen durch die Gln. (2.81), (2.81′) halten wir fest: Die Gro¨ße MFi′i
ist das Integral u¨ber eine vollsta¨ndige einlaufende Wellenfunktion ψFi (x)=(x|ψ
F
i ) eines
Quarks i, das an einem vorgegebenen (externen) Gluon-Potential (gA/− δm) streut und pro-
jiziert wird auf eine freie auslaufende Quark-Welle (x|i′). – Diese Darstellungen suggerieren
daher die physikalische Interpretation von MFi′i[A] als der entsprechenden Streuamplitude.
Die Gro¨ße M¯F
i¯′¯i
[A] ist analog zu interpretieren als die Streuamplitude einer vollsta¨ndigen
einlaufenden Wellenfunktion ψ¯F
i¯
(x)=(ψ¯F
i¯
|x)
∗
eines Antiquarks i¯ an demselben (externen)
Gluon-Potential.
Die Amplituden MFi′i, M¯Fi¯′¯i[A] – vgl. die Gln. (2.71), (2.71′) und (2.81), (2.81′) – sollten
miteinander verknu¨pft sein aufgrund der Invarianz der QCD unter Ladungskonjugation C.
Wir verweisen auf die einleitende Diskussion auf Seite 2.
Hierbei werden Teilchen mit Antiteilchen vertauscht, das heißt Operatoren a↔b, a†↔b†
im S-Matrixelement. Dies heißt bezu¨glich der (Anti)Quark- und der Gluon-Eichfelder:
ψ
C−→ ψC = C ψt d.h. uC = C vt vC = C ut (2.83)
A
C−→ AC = C AC−1= −At = −A∗ (2.83′)
Dabei ist C eine definierte Matrix, die nichttrivial wirkt im Dirac-Raum; sie ist antisym-
metrisch, antihermitesch und unita¨r: −C=Ct=C†=C−1.
Unter Ladungskonjugation C verhalten sich ein- respektive auslaufende Quarks wie
|i)
C−→ |i)C = C (¯i|t (2.84)
(i|
C−→ (i|C = |¯i)t C (2.84′)
Dies impliziert fu¨r die Greenfunktion:
SF [A]
C−→ SF [AC ] = Ct
(
SF [A]
)t
C (2.85)
Die vollen einlaufenden Wellenfunktionen des (Anti)Quarks |ψFi ), (ψ¯
F
i¯
| in der Definition
der Gln. (2.78), (2.78′) erfu¨llen dann genau
|ψFi [A])
C−→ |ψFi [A])C = Ct (ψ¯Fi¯ [AC ]|t (2.86)
Aus den Gln. (2.84), (2.84′) und (2.85) zusammen folgt
MFi′i[A] C−→
(MFi′i[A])C = M¯Fi¯′¯i[AC ] (2.87)
Dies verifiziert genau, was wir a priori erwarten: Die Propagation eines Quarks durch die
Konfiguration A des Gluon-Eichfelds ist a¨quivalent zum C-transformierten Bild: Das aus
dem Quark durch C-Transformation hervorgegangene Antiquark propagiert – zuru¨ck in der
Zeit – durch die Konfiguration AC .
Ferner genu¨gt es, die Quark-Streuamplitude MFi′i[A] zu betrachten. Die Antiquark-
Amplitude M¯F
i¯′¯i
[AC ] folgt unmittelbar durch Substitution, vgl. die Gln. (2.83), (2.83′).
(Anti)Quark-Streuamplituden MFi′i[A], M¯
F
i¯′¯i
[A] als Wegner-Wilson-Linien
Aufgabe ist es, die Streuamplituden des (Anti)Quarks an der vorgegebenen Konfiguration A
des Gluon-Eichfelds MFi′i[A], M¯Fi¯′¯i[A] einer Auswertung im Rahmen nichtperturbativer QCD
zuga¨nglich zu machen. Das heißt – wir beschra¨nken uns auf das Quark – die vollen Wellen-
funktionen |ψFi ) zu bestimmen als Lo¨sungen der vollen nichtrenormierten Dirac-Gleichung,
vgl. Gl. (2.79).
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Unmittelbares Problem ist, daß |ψFi ) als einlaufender Zustand nicht den physikalischen
Randbedingungen genu¨gt. Insofern als fu¨r negativ unendliche Zeiten |ψFi ) nicht u¨bergeht
in den freien
”
in“-Zustand |i):
|ψFi ) /−→
x0→−∞
|i) (2.88)
entsprechend (ψ¯F
i¯
| nicht in (¯i|.
Allerdings ist die Greenfunktion SF (x, x
′;m2)[A] als Lo¨sung von Gl. (2.74) nur bestimmt
bis auf ein Funktional σ(x, x′;m2)[A], das identisch verschwindet unter der Wirkung des
vollen nichtrenormierten Dirac-Operators:(
iγµDµ[A]−m
)
σ[A] = 0 (2.89)
Neben SF existieren bekanntlich weitere Greenfunktionen. – In dem Sinne, daß diese eine
Gl. (2.74) analoge Gleichung lo¨sen und von SF genau in ihrer ǫ-Vorschrift differieren: wie
ihre Impulsraum-Darstellung bezu¨glich k0- von −∞ nach +∞ Fourier-zu-integrieren ist
in den Ortsraum, das heißt wie in der komplexen k0-Ebene der Integrationsweg an den
Polen (±√~k2+m2, 0) vorbeizufu¨hren ist.
Nachtmann betrachtet die retardierte Greenfunktion Sr. Es gilt Gl. (2.74) unter der
Ersetzung von SF durch Sr – wie auch alle weiteren u¨ber SF definierten Gro¨ßen, analog
definiert u¨ber Sr, analoge Relationen erfu¨llen. Eingeschlossen |ψ
r
i ), vgl. Gl. (2.78), die volle
retardierte Wellenfunktion eines einlaufenden Quarks, die das Pendant zu Gl. (2.79) erfu¨llt.
Wesentliche Beobachtung ist, daß |ψri ) genau die geforderte Asymptotik besitzt:
|ψri ) −→
x0→−∞
|i) (2.90)
Gedanke ist daher genau der, generell SF zu ersetzen durch Sr.
Dies ist mo¨glich, falls die longitudinalen (Anti)Quark-Impulse sehr viel gro¨ßer sind als
die des Gluon-Eichfelds A, dies ist gegeben im Grenzwert s→∞ fu¨r −t<1 GeV2, fest. Es
gilt die Asymptotik
MFi′i[A] − Mri′i[A] ∼
s→∞, −t<1 GeV2, fest
O(εi′ , εi) (2.91)
mit O(εi′ , εi) ≡ O(1/√s); vgl. Abschn. 2.2. Nachtmann zeigt dies in Ref. [146] mithilfe
der Lippmann-Schwinger-Gleichungen fu¨r SF und Sr, vgl. Gl. (2.82
′), durch vollsta¨ndige
Induktion nach n bezu¨glich ihrer Entwicklungen nach den freien Greenfunktionen.
In conclusio werden in der zentralen Gro¨ße unserer Betrachtung, dem S-Matrixelement
nch Gl. (2.69), die Feynmanschen Streuamplituden MFi′i, M¯ri¯′¯i ersetzt durch die retardierten
Mri′i = (i′|
(
gγµ Aµ − δm
)
|ψri ) (2.92)
M¯ri¯′¯i = (ψ¯ri¯ |
(
gγµ Aµ − δm
)
|¯i′) (2.92′)
vgl. die Gln. (2.81), (2.81′).
Nachtmann leitet fu¨r |ψri ) als der Lo¨sung der vollen nichtrenormierten Dirac-Gleichung, vgl.
Gl. (2.79), die Darstellung in der Eikonal-Approximation her, Ref. [146]. Diese Na¨herung
basiert auf der Annahme, die longitudinalen (Anti)Quark-Impulse seien sehr viel gro¨ßer als
die des Gluon-Eichfelds A. Dies ist realisiert im Grenzwert s→∞ und fu¨r −t<1 GeV2,
fest. Nachtmann arbeitet in diesem Grenzwert. Er gibt an fu¨r die einlaufenden Quarks:
ψr1(x) = (x|ψ
r
1) = V+(x) (x|1) + O(ε1) (2.93)
ψr2(x) = (x|ψ
r
2) = V−(x) (x|2) + O(ε2) (2.93′)
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mit O(εi)=O(1/√s). Dabei sind V+(x), V−(x) die Eichgruppen-, das heißt matrixwertigen
pfadgeordneten Phasenfaktoren:
V+[A](x) = P exp−ig
∫ x+
−∞
dx′+ A+(x′
+
, x−,x) (2.94)
V−[A](x) = P exp−ig
∫ x−
−∞
dx′− A−(x+, x′
−
,x) (2.94′)
Wobei wir streng unterscheiden zwischen ko- und kontravarianten Komponenten, vgl. An-
hang A.1.2; vgl. die Bem. zu Gl. (A.23). Diese Phasen werden bezeichnet alsWegner-Wilson-
Linien und sind nichts anderes als die Eichgruppen-Konnektoren Φ entlang der klassischen
Trajektorien der Quarks als Funktionen des Endpunktes x in der Raumzeit, vgl. Gl. (1.15).
Aufgrund des Limes unendlicher invarianter Schwerpunktenergie
√
s sind sie lichtartig.
Fu¨r die Limites bezu¨glich ihrer oberen Integrationsgrenzen, das heißt in Richtung ihrer
”
großen“ Impulse gilt
lim
x+→∞
V+(x
+, x−,x) = V+(∞, x−,x) (2.95)
lim
x−→∞
V−(x
+, x−,x) = V−(x+,∞,x) (2.95′)
und lim
x+→−∞
V+(x) = 1lF (2.96)
lim
x−→−∞
V−(x) = 1lF (2.96
′)
mit den klassischen lichtartigen Trajektorien C+, C− wie eingefu¨hrt in Gl. (2.2) und den
vollen Wegner-Wilson-Linien V+≡Φ(C+), V−≡Φ(C−) wie in Gl. (2.4′).
Die Streuamplituden Mri′i, M¯ri¯′¯i entsprechend den Gln. (2.92), (2.92′) folgen im wesent-
lichen durch Anwendung der definierenden Differentialgleichung fu¨r Konnektoren, die nach
Gl. (1.18) einen Ableitungsoperatior nach dem Kurvenparameter generiert, der wirkt auf die
Wegner-Wilson-Linien; vgl. die Gln. (2.95), (2.95′) und (2.96), (2.96′). Nachtmann findet
letztlich fu¨r Quarks:2.13
Mr1′1[A] = i δs1′s1
∫
d1′1(x
−,x)
[
V+[A](∞, x−,x)− 1lF
]
n1′n1
(2.97)
Mr2′2[A] = i δs2′s2
∫
d2′2(y
+,y)
[
V−[A](y
+,∞,y) − 1lF
]
n2′n2
(2.97′)
Diese Amplituden Mri′i sind Funktionale im Gluon-Eichfeld A genau u¨ber V±, vgl. die
Gln. (2.95), (2.95′) und (2.96), (2.96′). Aufgrund des Verhaltens unter Ladungskonjugati-
on C zum einen des Eichfelds AC≡−A∗ und zum anderen dieser Amplituden, vgl. Gl. (2.83′)
und (2.87), ist fu¨r Antiquarks genau V±[A
C≡−A∗] ≡ V ∗± [A] zu nehmen; es folgt
M¯r1¯′1¯[A] = i δs¯1′ s¯1
∫
d1¯′1¯(x¯
−, x¯)
[
V ∗+ [A](∞, x¯−, x¯)− 1lF
]¯
n1′n¯1
(2.98)
M¯r2¯′2¯[A] = i δs¯2′ s¯2
∫
d2¯′2¯(y¯
+, y¯)
[
V ∗− [A](y¯+,∞, y¯)− 1lF
]¯
n2′n¯2
(2.98′)
unter Definition der Integrationsmaße
d1′1(x
−,x) (2.99)
≡ 2
√
p+1′p
+
1 g+− dx
−d2x exp i
{
g+−(p+1′−p+1 )x− − (p1′−p1)·x
}
d2′2(y
+,y) (2.99′)
≡ 2
√
p−2′p
−
2 g+− dy
+d2y exp i
{
g+−(p−2′−p−2 )y+ − (p2′−p2)·y
}
2.13unter Vernachla¨ssigung der Terme mit δm im Limes s→∞
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und
d1¯′1¯(x¯
−, x¯) (2.100)
≡ 2
√
p¯+1′ p¯
+
1 g+− dx¯
−d2x¯ exp i
{
g+−(p¯+1′−p¯+1 )x¯− − (p¯1′−p¯1)·x¯
}
d2¯′2¯(y¯
+, y¯) (2.100′)
≡ 2
√
p¯−2′ p¯
−
2 g+− dy¯
+d2y¯ exp i
{
g+−(p¯−2′−p¯−2 )y¯+ − (p¯2′−p¯2)·y¯
}
mit Fourier-Transformation der
”
kleinen“ longitudinalen und der transversalen Komponen-
ten durch die Ausdru¨cke nach den Quadratwurzeln und mit g+−=(2α2)−1=(− detL)−1
nach Definition der Lichtkegelkoordinaten, vgl. Gl. (2.1) und Anhang A.1.2.
Im Limes s→∞ gilt Helizita¨tserhaltung im s-Kanal. Dies ist Konsequenz dessen, daß
die fu¨hrenden Spinor-Produkte u(i′)γµ¯u(i) und v(¯i)γµ¯v(¯i′), mit µ¯∈{+,−, 1, 2}, sind:
u(1′) γ+ u(1) ∼
s→∞ δs1′s1 2
√
p+1′p
+
1 (2.101)
u(2′) γ− u(2) ∼
s→∞
δs2′s2 2
√
p−2′p
−
2 (2.101
′)
und v(1¯) γ+ v(1¯′) ∼
s→∞ δs¯1′s¯1 2
√
p¯+1′ p¯
+
1 (2.102)
v(2¯) γ− v(2¯′) ∼
s→∞
δs¯2′s¯2 2
√
p¯−2′ p¯
−
2 (2.102
′)
unterdru¨ckt Eichgruppenindizes, vgl. Gl. (A.48). Hieraus folgen die Kronecker-Symbole in
den Spinindizes in den Gln. (2.97), (2.97′) und (2.98), (2.98′) und die Wurzelausdru¨cke der
”
großen“ longitudinalen Komponenten in den Gln. (2.99), (2.99′) und (2.100), (2.100′).
Im S-Matrixelement auf Partonniveau – vgl. Gl. (2.69) – treten die Amplituden Mri′i,
Mr
i¯′¯i
auf zusammen mit disconnected , das heißt nichtzusammenha¨ngenden Termen. In
Anhang C.2 stellen wir diese Terme δ(i′, i), δ(¯i′, i¯) dar durch Integrale
∫
di′i,
∫
di¯′¯i ent-
sprechende den Gln. (2.99), (2.99′) beziehungsweise (2.100), (2.100′). Dies ermo¨glicht ihre
gemeinsame Behandlung mit den Einsen 1lF der Eichgruppe in den Ausdru¨cken fu¨r Mri′i
und Mr
i¯′¯i
nach den Gln. (2.97), (2.97′) beziehungsweise (2.98′), (2.98′). Zusammen mit den
Gln. (C.10), (C.10′) und (C.11), (C.11′) folgt fu¨r die relevanten Ausdru¨cke:(
δ(1′, 1)− iZ−12 MF1′1[A]
)
(2.103)
= δs1′s1
∫
d1′1(x
−,x) Z−12
(
V+[A](∞, x−,x)− δZ2 1lF
)
n1′n1(
δ(2′, 2)− iZ−12 MF2′2[A]
)
(2.103′)
= δs2′s2
∫
d2′2(y
+,y) Z−12
(
V−[A](y
+,∞,y) − δZ2 1lF
)
n2′n2
und (
δ(1¯′, 1¯)− iZ−12 M¯F1¯′1¯[A]
)
(2.104)
= δs¯1′s¯1
∫
d1¯′1¯(x¯
−, x¯) Z−12
(
V
†
+[A](∞, x¯−, x¯)− δZ2 1lF
)¯
n1n¯1′(
δ(2¯′, 2¯)− iZ−12 M¯F2¯′2¯[A]
)
(2.104′)
= δs¯2′s¯2
∫
d2¯′2¯(y¯
+, y¯) Z−12
(
V
†
−[A](y¯
+,∞, y¯)− δZ2 1lF
)¯
n2n¯2′
Dabei ist benutzt V ∗≡V †t in den letzten Relationen mit den Antiquark-Amplituden – vgl.
die umgekehrte Reihenfolge der Eichgruppen-Indizes n¯i, n¯i′ – und definiert
δZ2 ≡ 1− Z2 (2.105)
als abku¨rzende Notation
66 Analytische nahezu lichtartige T -Amplitude
Mithilfe der Relationen der Gln. (2.103), (2.103′) und (2.104), (2.104′) folgt aus Gl. (2.69)
unmittelbar
〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), in |S | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉
= 〈
(
δ(1′, 1)− iZ−12 MF1′1[A]
) (
δ(1¯′, 1¯)− iZ−12 M¯F1¯′1¯[A]
)
×(δ(2′, 2)− iZ−12 MF2′2[A]) (δ(2¯′, 2¯)− iZ−12 M¯F2¯′2¯[A]) 〉A
(2.106)
= δs1′s1 δs¯1′s¯1 δs2′s2 δs¯2′s¯2 (2.106
′)
×
∫
d1′1(x
−,x)
∫
d1¯′1¯(x¯
−, x¯)
∫
d2′2(y
+,y)
∫
d2¯′2¯(y¯
+, y¯)
× 〈Z−12
(
V+[A](∞, x−,x)− δZ2 1lF
)
n1′n1
Z−12
(
V
†
+[A](∞, x¯−, x¯)− δZ2 1lF
)¯
n1n¯1′
Z−12
(
V−[A](y
+,∞,y)− δZ2 1lF
)
n2′n2
Z−12
(
V
†
−[A](y¯
+,∞, y¯)− δZ2 1lF
)¯
n2n¯2′
〉A
fu¨r das S-Matrixelement der Streuung auf Partonniveau.
2.3.3 Hadronniveau II. Conclusio
Wir kehren zuru¨ck auf Hadronniveau. Das volle S-Matrixelement der Hadron-Hadron-
Streuung nach Gl. (2.7) wird ausgedru¨ckt durch das S-Matrixelement des zugrundeliegen-
den Parton-Parton-Prozesses entsprechend Gl. (2.51). Wir rekapitulieren die mesonartigen
Zusta¨nde hi(Pi) in der Form
|hi(Pi)〉 =
δnin¯i√
Nc
∫
dϕ˜isis¯i(zi,ki) |qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i,ki)〉 (2.107)
vgl. Gl. (2.41), mit Integrationsmaß dϕ˜iss¯(z,k) definiert durch:
dϕ˜iss¯(z,k) ≡
d2k
(2π)2
dz
2π
ϕ˜iss¯(z,k) (2.108)
Die Zustandvektoren |hi(Pi)〉 nach Gl. (2.41) oder (2.107) vermitteln zwischen dem S-
Matrixelement auf Hadron- und Partonniveau:
〈h2
′
(P2′ )h
1′(P1′ ), in |S |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.109)
=
δn1n¯1√
Nc
δn1′n¯1′√
Nc
δn2n¯2√
Nc
δn2′n¯2′√
Nc
×
∫
dϕ˜
1′†
s′1s¯
′
1
(z1′ ,k1′)
∫
dϕ˜1s1s¯1(z1,k1)
∫
dϕ˜
2′†
s′2s¯
′
2
(z2′ ,k2′)
∫
dϕ˜2s2s¯2(z2,k2)
× 〈 q¯(2¯′) q(2′) q¯(1¯′) q(1′), in |S | q(1) q¯(1¯) q(2) q¯(2¯), in 〉
Eingesetzt den expliziten Ausdruck nach Gl. (2.106′), ergibt Kontraktion der Spin-Indizes
die Spinsumme der Lichtkegelwellenfunktionen; Kontraktion mit den Kronecker-Symbolen
bezu¨glich der Eich-Indizes fu¨hrt auf die Spuren trF =1/Nc tr , normiert wie trF 1lF=1:
〈h2
′
(P2′ )h
1′(P1′ ), in |S |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.110)
∼
s→∞
∫
dϕ˜
1′†
s1s¯1(z1′ ,k1′)
∫
dϕ˜1s1s¯1(z1,k1)
∫
dϕ˜
2′†
s2s¯2(z2′ ,k2′)
∫
dϕ˜2s2s¯2(z2,k2)
×
∫
d1′1(x
−,x)
∫
d1¯′1¯(x¯
−, x¯)
∫
d2′2(y
+,y)
∫
d2¯′2¯(y¯
+, y¯)
× 〈 trF
[
Z−12
(
V+[A](∞, x−,x)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
+[A](∞, x¯−, x¯)− δZ2 1lF
)]
× trF
[
Z−12
(
V−[A](y
+,∞,y)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
−[A](y¯
+,∞, y¯)− δZ2 1lF
)]
〉A
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Der Vakuumerwartungswert der vier Wegner-Wilson-Linien und disconnected Terme
ha¨ngt ab nicht von sa¨mtlichen zwo¨lf Komponenten der (Anti)Quark-Positionen x, x¯ und y, y¯.
Zuna¨chst reduziert die Translationsinvarianz des physikalischen Vakuums die Zahl unabha¨n-
giger Variablen um vier; dann ko¨nnen ausgefu¨hrt werden die zwei verbleibenden longitudina-
len Integrationen. Konsequenz ist die Abha¨ngigkeit von sechs transversalen Komponenten.
Wir verweisen auf Anhang C.3, in dem wir diese Reduktion explizit durchfu¨hren und
identifizieren die relevanten Variablen.2.14 Wir zitieren fu¨r das S-Matrixelement (2.110) die
Darstellung (C.42), die in Anhang C.3 folgt als Resultat konsequenter Reduktion auf diese
Variablen:
〈h2
′
(P2′)h
1′(P1′), in |S |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.111)
∼
s→∞ i (2π)
4 δ(P )
×− 2i s
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y)
× 〈 trF
[
Z−12
(
V+(∞, 0, z¯1X+b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
+(∞, 0,−z1X+b/2)− δZ2 1lF
)]
×trF
[
Z−12
(
V−(0,∞, z¯2Y−b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
−(0,∞,−z2Y−b/2)− δZ2 1lF
)]
〉A
und rekapitulieren im folgenden die explizit wie implizit auftretenden Gro¨ßen; vgl. Anh. C.3.
Es ist definiert das Integrationsmaß, fu¨r i=1, 2 und (z,Z) fu¨r (z1,X), (z2,Y):
dϕi′,i(z,Z) ≡ dz
2π
d2Z ϕ
i′†
ss¯ (z,Z) ϕ
i
ss¯(z,Z) (2.112)
das also gewichtet entsprechend des U¨berlapps ϕss¯
i′†ϕiss¯ – Spinsumme impliziert – der Licht-
kegelwellenfunktionen; vgl. Gl. (C.41).
Es ist P der Differenzvektor zwischen ein- und auslaufendem Vierer-Impuls in der De-
finition von Gl. (2.20). Die Erhaltung des Gesamtimpulses in Form δ(P ) ist unmittelbare
Konsequenz der Translationsinvarianz des Vakuumerwartungswertes 〈 · 〉A, das Quadrat der
invarianten Schwerpunktenergie s der Konsequenz der Kinematik.
Der Vierer-Vektor τ bezeichnet den Gesamt-Impulsu¨bertrag, der verknu¨pft ist mit dem
invarianten Impulsu¨bertrag t nach Mandelstam, vgl. Gl. (2.19):
τ ≡ P1′ − P1 mit τ2 = t (2.113)
Zu τ konjugiert ist der Impakt b. Relevant ist seine transversale Projektion:
b = Xz −Yz = (z1 x+ z¯1 x¯)− (z2 y + z¯2 y¯) (2.114)
Mit Xz, Yz sind bezeichnet – fu¨r das ”
plus“- beziehungsweise
”
minus“-Paar – die zi-gewich-
tete Mitte auf dem Quark-Antiquark-Abstandvektor:
Xz = z1 x + z¯1 x¯ (2.115)
Yz = z2 y + z¯2 y¯ (2.115
′)
Die Abstandvektoren selbst sind gegeben durch die Differenzen der (Anti)Quark-Positionen:
X = x − x¯ (2.116)
Y = y − y¯ (2.116′)
Der Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A der vier Wegner-Wilson-Linien und disconnected Terme
in Gl. (2.111) ha¨ngt ab nur von den transversalen Projektionen der (Anti)Quark-Positionen
2.14Unser Ansatz fu¨r die transversalen Impulse der Quarks (Antiquarks) impliziert eine Abha¨ngigkeit von
deren Bruchteil zi (z¯i) am gesamten – longitudinalen – Lichtkegelimpuls, vgl. die Gln. (2.42), (2.42
′). Infolge
dessen identifizieren wir als relevant Variable, die differieren von denen Nachtmanns in Ref. [148].
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im Ortsraum, die gegeben sind fu¨r die
”
plus“-Zusta¨nde (Index 1) durch:
x = z¯1X + b/2 + ω (2.117)
x¯ = −z1X + b/2 + ω (2.117′)
fu¨r die
”
minus“-Zusta¨nde (Index 2) durch:
y = z¯2Y − b/2 + ω (2.118)
y¯ = −z2Y − b/2 + ω (2.118′)
bzgl. ω=(Xz+Yz)/2
!
=0 vgl. Fußn.C.1. Die Abha¨ngigkeit der transversalen Impulse der (An-
ti)Quarks in unserem Ansatz – vgl. die Gln. (2.42), (2.42′) und Fußn. 2.14 – u¨bertra¨gt sich
unmittelbar auf ihre transversalen Positionen x, x¯ und y, y¯. Dies impliziert, daß der relevan-
te Impakt der Streuung folgt als die Differenz der zi-abha¨ngigen Vektoren Xz, Yz : als der
Verbindungsvektor nicht der bloßen Mitten, sondern der zi-gewichteten Mitten Quark-An-
tiquark-Dipole. Dies genau der Unterschied zur Diskussion Nachtmanns in Ref. [148].
Unmittelbar streu-relevant ist nicht das S- sondern das T -Matrixelement. Dabei ist der
S-Operator – vgl. Gl. (2.54) – verknu¨pft mit dem T -Operator u¨ber2.15
S = 1l + i (2π)4 δ(P ) T (2.119)
so daß folgt fu¨r das T -Matrixelement:
〈h2
′
(P2′)h
1′(P1′ ), in |T |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.120)
∼
s→∞ − 2i s
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y)
× 〈 trF
[
Z−12
(
V+(∞, 0, z¯1X+b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
+(∞, 0,−z1X+b/2)− δZ2 1lF
)]
× trF
[
Z−12
(
V−(0,∞, z¯2Y−b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
−(0,∞,−z2Y−b/2)− δZ2 1lF
)]
− 1 〉A
vgl. Gl. (2.111). Die im Vakuumerwartungswert subtrahierte Eins ist unmittelbare Konse-
quenz des Einsoperators in Gl. (2.119).
Das T -Matrixelement nach Gl. (2.120) wird im folgenden dargestellt in Termen von
Wegner-Wilson-Loops statt -Linien, also in manifest eichinvarianter Form.
Dazu betrachten wir die Renormierungskonstante Z2 des (Anti)Quark-Spinorfelds nach
Gl. (2.70), die nach Nachtmann in Ref. [146] wie folgt verknu¨pft ist im Limes s→∞ mit dem
Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A der Spur einer einzelnen vollen2.16 Wegner-Wilson-Linie:
Z2 ∼
s→∞
〈 trF V+(∞, 0,0) 〉A (2.121)
vgl. die Gln. (2.95), (2.95′). Poincare´invarianz des Vakuums der Quantenchromodynamik
und/oder seine Invarianz unter Ladungskonjugation C fu¨hrt dann unmittelbar auf
Z2 ∼
s→∞ 〈 trF V+(∞, 0, z¯1X+b/2) 〉A (2.122)
∼
s→∞
〈 trF V
†
+(∞, 0,−z1X+b/2) 〉A (2.122′)
∼
s→∞
〈 trF V−(0,∞, z¯2Y−b/2) 〉A (2.122′′)
∼
s→∞
〈 trF V
†
−(0,∞,−z2Y−b/2) 〉A (2.122′′′)
Die Umformungen des T -Matrixelements beziehen sich auf den Vakuumerwartungswert der
2.15Definition nach Ref. [114]
2.16im Sinne des exponentierten Integrals des Eichfeldes entlang der vollen Parton-Trajektorie
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vier Wegner-Wilson-Linien und disconnected Terme; wir bezeichnen diesen kurz mit 〈4V 〉A,
vgl. die drei letzten Zeilen von Gl. (2.120), und schreiben:2.17
〈4V 〉A = 〈 〈trF V+〉
−1
A 〈trF V
†
+〉
−1
A trF
[(
V+ − δZ2 1lF
)(
V
†
+ − δZ2 1lF
) ]
(2.123)
× 〈trF V−〉−1A 〈trF V †−〉−1A trF
[(
V− − δZ2 1lF
)(
V
†
− − δZ2 1lF
)] − 1 〉A
unter Herausziehen der Konstanten Z2 – in Form der Gln. (2.122)-(2.122
′′′) zur Verdeutli-
chung ihres Zusammenhangs mit den respektiven Wegner-Wilson-Linien – aus den Spuren.
Fu¨r große invariante Schwerpunktenergie
√
s differiert die Renormierungskonstante des
Quarkfelds Z2 von Eins nur in Korrekturen der Ordnung 1/
√
s:
Z2 ∼
s→∞
1 (2.124)
=⇒ δZ2 = 1− Z2 ∼
s→∞
0 (2.124′)
Aufgefaßt in diesem Sinne δZ2≡0, folgt fu¨r Gl. (2.123):
〈4V 〉A = 〈 〈 trF V+ 〉
−1
A 〈 trF V
†
+ 〉
−1
A trF
[
V+V
†
+
]
(2.125)
× 〈 trF V− 〉−1A 〈 trF V †− 〉−1A trF
[
V−V
†
−
] − 1 〉A
indem weiterhin explizit ausgeschrieben sind die Konstanten Z2≡1.
Der U¨bergang zu Wegner-Wilson-Loops geschieht auf Basis der folgenden U¨berlegung.
Wir betrachten Streuung eichinvarianter Zusta¨nde hi(Pi). Dem tra¨gt der Ansatz der Zu-
standvektoren |hi(Pi)〉, vgl. die Gln. (2.41), (2.107), bereits Rechnung durch die Kronecker-
Symbole in den Eichgruppenindizes, durch die entsprechend verknu¨pft ist die Colour von
Quark und Antiquark des Zustands. Diese induzieren die Spuren trF im T -Matrixelement
nach Gl. (2.120), vgl. die Bem. vorab Gl. (2.110). Vollsta¨ndig garantiert ist Eichinvarianz
aber erst durch Einfu¨hren von Schwinger-Strings: in definierter Weise orientierter Eichfeld-
Konnektoren, die die Wegner-Wilson-Linien der (Anti)Quarks eines Zustands verbinden bei
großen positiven und negativen Zeiten bei x0=±T – in praxi mit T→∞ – und so diese
u¨berfu¨hren in Wegner-Wilson-Loops ; vgl. die Refn. [63, 122, 148]. Formal heißt dies:2.18
trF
[
V+V
†
+
] −→ trFW ′+ ≡ W+ (2.126)
trF
[
V−V
†
−
] −→ trFW ′− ≡ W− (2.126′)
bzgl. der Spur trR =1/dRtr vgl. Gl. (1.34).
In Ref. [124] zeigen wir fu¨r den Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A eines einzelnen lichtartigen
Wegner-Wilson-Loop:
〈trFW
′
+〉A ≡ 〈W+〉A ∼s→∞ 1 (2.127)
〈trFW
′
−〉A ≡ 〈W−〉A ∼s→∞ 1 (2.127
′)
Dies suggeriert, auf Basis von Gl. (2.124), das heißt explizit von
Z22 ∼s→∞ 〈 trF V+ 〉A〈 trF V
†
+ 〉A ∼s→∞ 1 (2.128)
Z22 ∼
s→∞
〈 trF V− 〉A〈 trF V
†
− 〉A ∼s→∞ 1 (2.128
′)
2.17Seien fu¨r Pra¨gnanz der Notation im folgenden unterdru¨ckt Argumente von Funktionalen und Funktionen.
2.18Unsere Konvention fu¨r den Wegner-Wilson-Loop W impliziert Bildung der Spur bezu¨glich der entspre-
chenden DarstellungR. Sei mitW ′ bezeichnet der Ausdruck vor Spurbildung, das heißt: W =trRW
′=W ′αα
mit W ′=PC˜ exp −ig/2
∫∫
S(C˜) dσ
µνFµν , vgl. Gl. (1.38). Mit W ′ dem eichinvarianten Pendant zu V erha¨lt
die Konfrontation von Gro¨ßen in Termen von Wegner-Wilson-Loops versus -Linien suggestive Gestalt.
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zu identifizieren:
〈 trF V+ 〉A〈 trF V
†
+ 〉A = Z
2
2
!
= 〈trFW
′
+〉A ≡ 〈W+〉A (2.129)
〈 trF V− 〉A〈 trF V
†
− 〉A = Z
2
2
!
= 〈trFW
′
−〉A ≡ 〈W−〉A (2.129′)
im Limes s→∞, vgl. die Gln. (2.126), (2.126′). Es sind Z2 und Z22 zu interpretieren respek-
tive als Renormierungskonstante der Wegner-Wilson-Linien und -Loops.
Fu¨r Gl. (2.125) folgt, daß die Vakuumerwartungswerte der Spuren der einzelnen Lini-
en – die Z2-Fakotren – u¨berfu¨hrt werden in die Vakuumerwartungswerte der (Spuren der)
respektiven Loops. Da sie identisch Eins sind, kann ferner die subtrahierte Eins, die ru¨hrt
aus dem U¨bergang von S- zu T -Operator, symmetrisch absorbiert werden in die Spuren der
Vakuumerwartungswerts beider Loops. Es folgt:
〈4V 〉A = 〈trFW
′
+〉
−1
A 〈trFW
′
−〉
−1
A 〈 trF
[
W ′+ − 1lF
]
trF
[
W ′− − 1lF
]
〉A (2.130)
= 〈W+〉
−1
A 〈W−〉
−1
A 〈 [W+ − 1][W− − 1] 〉A (2.130′)
Dieser Formel wesentlich zugrunde liegt die Identifizierung von Z22 mit 〈W+〉A, 〈W−〉A. For-
males Argument hierfu¨r ist die Identita¨t beider Gro¨ßen mit Eins im Limes s→∞. Argument
ist ferner: Daß die T -Amplitude fu¨r Streuung eichinvarianterWegner-Wilson-LoopsW+,W−
a priori vollsta¨ndig ausdru¨ckbar sein sollte durch die relevanten eichinvarianten Gro¨ßen: das
heißt genau durch diese Loops, insbesondere Z2 durch 〈W+〉A, 〈W−〉A. Und daß sie von
a¨quivalenter Form sein sollte wie die T -Amplitude fu¨r Streuung von Partonen. Gl. (2.130)
ist daher zu konfrontieren mit den Formeln, die Nachtmann herleitet fu¨r die Streuung zweier
Partonen, etwa fu¨r zwei Quarks:
〈2V 〉A = 〈trF V+〉
−1
A 〈trF V−〉
−1
A 〈
[
V+ − 1lF
]
n1′n1
[
V− − 1lF
]
n2′n2
〉A (2.131)
wobei T
(s,t)
QQ ∼s→∞ − 2i s
∫
d2b e−i τ ·b 〈2V 〉A (2.131′)
vgl. Ref. [146]; fu¨r Gluonen – vgl. Ref. [148] – ist u¨ber zu gehen von der fundamentalen
zur adjungierten Darstellung, das heißt von F zu A. Wir verweisen auf die ausfu¨hrliche
Diskussion dieser Formel – vgl. Gl. (2.4) – in Abschnitt 2.1.
Fu¨r das T -Matrixelement nach Gl. (2.120) folgt mit Gl. (2.130′) abschließend:
T
(s,t)
hh ≡ 〈h2
′
(P2′ )h
1′(P1′ ), in |T |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.132)
∼
s→∞
− 2i s
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y)
× 〈W+〉−1A 〈W−〉−1A 〈 [W+ − 1][W− − 1] 〉A
mit
W+ ≡ W+(z1,X,+b/2) ≡ W (C+) (2.133)
W− ≡ W−(z2,Y,−b/2) ≡ W (C−) (2.133′)
Es ist der Wegner-Wilson-LoopW+ bezu¨glich Index und Argumente zu lesen wie folgt [ent-
sprechend W−]: Zuna¨chst ist W+ der Eichfeld-Konnektor entlang der geschlossenen ori-
entierten Rechteckkurve C+ von Quark- und Antiquark-Trajektorie und deren Verbindun-
gen bei x0=±T+ – also T+ die halbe ”La¨nge“ dieser Trajektorien im Sinne der Eigenzeit
der Propagation. Longitudinal besitzt C+ nur eine x+-Komponente: liegt exakt in der
durch x−≡0 charakterisierten Lichtkegel-Hyperfla¨che.2.19 Transversal sind die C+ konstitu-
ierenden (Anti)Quarks separiert durch den Vektor X, der zeigt vom Antiquark zum Quark,
2.19Konsequenz dessen, daß sich die Herleitung de facto geschieht im Limes s→∞
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vgl. Gl. (2.116). Nach Gl. (2.42) tra¨gt das Quark den Bruchteil z1 am gesamten Lichtke-
gelimpuls des Zustands h1(P1). Ausgehend vom Antiquark den Bruchteil z1 in Richtung
Quark, das heißt abgetragen den Vektor z1X, sei definiert als die ”
z1-gewichtete Mitte“ von
Quark und Antiquark. Diese ist positioniert an der Stelle +b/2.
Der Diskussion dieses wie der folgenden Kapitel liegt wesentlich zugrunde diese Geome-
trie, auf die wir noch ausfu¨hrlich eingehen.
In Abschnitt 2.1 ist argumentiert, daß die Gu¨ltigkeit des T -Matrixelements auf Basis exakt
lichtartiger Partontrajektorien verallgemeinert wird, indem diese betrachtet werden als die
unphysikalischen Limites der physikalischen nahezu lichtartigen Trajektorien und durch diese
ersetzt werden; dies impliziert fu¨r die geschlossenen Kurven der Wegner-Wilson-Loops:
C+ −→ Cp (2.134)
C− −→ Cm (2.134′)
mit Cp→C+, Cm→C− im Limes s→∞, vgl. Gl. (2.2).
In Anhang D werden motiviert und definiert Koordinatenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2} durch die
Richtungen der physikalischen nahezu lichtartigen Weltlinien der Partonen, so daß longi-
tudinal die der
”
plus“-Partonen nur eine p- und die der
”
minus“-Partonen nur eine m-
(kontravariante) Komponente besitzt. Wir setzen im folgenden voraus den formalen wie
interpretatorischen Zusammenhang dieser Koordinatenlinien, wie er ausfu¨hrlich hergestellt
und diskutiert wird in Anhang D.1 bis D.4. In Termen dieser Koordinaten wird die Ersetzung
der Trajektorien nach Gl. (2.134) formal realisiert durch Substitution der Lorentz-Indizes
+ −→ p (2.135)
− −→ m (2.135′)
mit p→+, m→− im Limes s→∞. In diesem Sinne geht auf Hadronniveau2.20 das T -Ma-
trixelement – vgl. Gl. (2.132) und (2.133), (2.133′) – u¨ber in:
T
(s,t)
hh ≡ 〈h2
′
(P2′)h
1′(P1′), in |T | h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.136)
= − 2i s
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y)
× 〈Wp〉−1A 〈Wm〉−1A 〈 [Wp − 1][Wm − 1] 〉A
mit
Wp ≡ Wp(z1,X,+b/2) ≡ W (Cp) (2.137)
Wm ≡ Wm(z2,Y,−b/2) ≡ W (Cm) (2.137′)
Die Geometrie des Wegner-Wilson-Loops W+ ist in extensio diskutiert in Anschluß an die
Gln. (2.133), (2.133′). Die des Loops Wp differiert dieser gegenu¨ber genau darin [entspre-
chend Wm gegenu¨ber W−], daß die longitudinalen Lorentz-Indizes zu substituieren sind ent-
sprechend +→p, −→m. Die orientierte Loop-Rechteckkurve Cp besitzt nur eine xp-Kom-
ponente: liegt exakt in der durch xm≡0 charakterisierten Hyperfla¨che. Wp, W+ sind gegen-
einander verdreht longitudinal in der x0x3-Ebene und identisch transversal.
Die Auswertung der T -Amplitude geschieht mit Methoden der Differemtialgeometrie auf
(pseudo-)Riemannschen Mannigfaltigkeiten und ist formal identisch auf Basis der Kurven Cp,
Cm und deren Limites C+, C− fu¨r s→∞ – Gl. (2.136) versus (2.132): Die longitudinale Dy-
namik ist vollsta¨ndig subsumiert durch longitudinale Komponenten des metrischen Tensors
2.20Bzgl. des U¨bergangs auf Partonniveau sei verwiesen auf Gl. (2.5) gegenu¨ber (2.4).
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der respektiven
”
natu¨rlichen“ Koordinatenlinien – µ∈{+,−, 1, 2} versus µ˜∈{p,m, 1, 2}. Dis-
krepanz besteht daher genau darin, daß die Außerdiagonalelemente g+−, g−+ des einen me-
trischen Tensors zu substituieren sind durch die Elemente gpm, gmp des anderen und daß die
Diagonalelemente g++, g−− identisch verschwinden, wa¨hrend die Elemente gpp, gmm fu¨r end-
liche Werte von s ungleich Null sind und zusa¨tzliche nichtverschwindende Terme generieren.
Die unabha¨ngigen Elemente gpp, gpm ha¨ngen, definiert u¨ber die Richtungen der Weltlinien
der Partonen, nichttrivial ab von deren invarianter Schwerpunktenergie
√
s. Folglich diffe-
riert die s-Abha¨ngigkeit der
”
nahezu lichtartigen“ T -Amplitude von der rein kinematischen
Abha¨ngigkeit proportional zu s der
”
exakt lichtartigen“ T -Amplitude.
2.4 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Auswertung
Wir betrachten die T -Amplitude fu¨r die Streuung der hadronischen Zusta¨nde h1(P1), h
2(P2)
in h1
′
(P1′), h
2′(P2′) nach Gl. (2.136). Sei durch
T
(s,t)
hh ≡ 〈h2
′
(P2′ )h
1′(P1′ ), in |T |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (2.138)
=
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y) T˜
(s,b)
ℓℓ (z1,X; z2,Y;b)
definiert, vgl. Fußn. 2.17:
T˜
(s,b)
ℓℓ = − 2i s 〈4V 〉A (2.139)
= − 2i s 〈Wp〉−1A 〈Wm〉−1A 〈 [Wp − 1][Wm − 1] 〉A (2.139′)
vgl. Gl. (2.130′). Wir rekapitulieren, daß die Notation Wp, Wm bereits impliziert normierte
Spurbildung trF =1/dFtr bezu¨glich der fundamentalen Darstellung F der Loops.
Die Funktion T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ ist zu interpretieren als die T -Amplitude der zugrundeliegen-
den Streuung der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm ”
bezu¨glich des transversalen Stoßpara-
meters b“, das heißt der bezu¨glich τ Fourier-transformierten T -Amplitude. – Der Vierer-
Impulstransfer τ ist transversal bis auf Korrekturen ∝s−2, die Mandelstam-Variable daher
fu¨r großes s approximativ gegeben durch t=τ2∼=τ2; vgl. unten die Gln. (3.6), (3.6′). Wir hal-
ten fest, daß gilt bezu¨glich der Energiedimension, [E]=+1: [T
(s,t)
hh ]=0, folglich [T˜
(s,b)
ℓℓ ]=+2.
Die Amplitude T˜ℓℓ ist neben den Lichtkegelwellenfunktionen die eigentliche streu-relevan-
te Gro¨ße. Sie ist hergeleitet in nichtperturbativ determinierter Quantenchromodynamik: fu¨r
kleinen invarianten Impulsu¨bertrag, etwa −t<1 GeV2, sie wird im folgenden ausgewertet im
Rahmen des MSV und in der resultierenden Form MSV-spezifisch.
Die Streuung wird nach Gl. (2.139′) determiniert durch die Korrelation 〈 · 〉A der Wegner-
Wilson-LoopsWp,Wm – u¨ber die nichtperturbativen Fluktuation des Vakuum-Eichfelds A –
normiert mit den inversen Vakuumerwartungswerten der einzelnen Loops. Die Loops selbst
sind vollsta¨ndig bestimmt als Funktionale von Fla¨chen Sp≡S(C˜p), Sm≡S(C˜m), fu¨r ı=p,m:
Wı ≡ W
(Cı) ≡ W (Sı) (2.140)
mit ∂Sı ≡ Cı Sı ≡ S(C˜ı) (2.140′)
explizit, mit µ˜, ν˜∈{p,m, 1, 2}:2.21
Wı = trRı PC˜ı exp −
i g
2
∫∫
S(C˜ı)
dσµ˜ν˜ı (x˜
′
ı) Fµ˜ν˜(x˜
′
ı;x0, Cx0x˜′ı) (2.141)
2.21Die Auswertung der Funktionen χı in den Abschnitten 2.4.3 und 2.4.4 geschieht – zwar gro¨ßtenteils
nur argumentativ – durch Integration u¨ber Mannigfaltigkeiten und Untermannigfaltigkeiten verschiedener
Dimension; sei dies im folgenden suggestiv verdeutlicht durch Integrationszeichen in entsprechender Zahl.
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mit Rı der Darstellung von Wı, die in praxi zu identifizieren ist mit der fundamentalen
Darstellung F der (Anti)Quarks die die hadronischen Zusta¨nde konstituieren.
Die Darstellung der Wegner-Wilson-Loops nach Gl. (2.141) impliziert bereits den U¨ber-
gang mithilfe des Nichtabelschen Stokes’schen Satzes von der Kurve Cı zu der Fla¨che Sı.
Diese ist frei wa¨hlbar innerhalb der zwei Forderungen: Daß Sı berandet ist durch die orien-
tierte Kurve Cı. Und daß Sı infinitesimal plakettiert ist durch die Deformation C˜ı von Cı.2.22
Die paralleltransportierte Feldsta¨rke Fµν(x˜
′
ı;x0, Cx0x˜′ı) bezu¨glich Referenzpunkt x0 – wir
rekapitulieren – ist definiert als die konventionelle Feldsta¨rke am Weltpunkt x˜′ı, deren Eich-
gehalt paralleltransportiert ist an x0. Dies geschieht mithilfe von Konnektoren entlang der
Kurve Cx0x˜′ı und ihrer Inversen Cx˜′ıx0≡Cx0x˜′ı−1 in der Weise, daß die paralleltransformierte
Feldsta¨rke bezu¨glich Eichtransformationen transformiert mit U(x0) wie eine Gro¨ße, ange-
heftet an der Raumzeit im Punkt x0. Vgl. Gl. (1.21).
Die so zu lesende paralleltransportierte Feldsta¨rke ist nach Gl. (2.141) bezu¨glich x˜′ı zu
integrieren u¨ber die Fla¨che Sı≡S(C˜ı). Diese Integration schließt ein Pfadordnung PC˜ı ent-
lang der Deformation C˜ı der Kurve Cı. Explizit ist diese Deformation C˜ı gegeben als die
Verkettung von Kurven Cx0x˜′ı und deren Inversen Cx˜′ıx0≡Cx0x˜′ı−1 bezu¨glich infinitesimal be-
nachbarter Weltpunkten x˜′ı= x˜
′
ı1, x˜
′
ı2, x˜
′
ı3, . . ., die repra¨sentieren die zu durchlaufende – die
Fla¨che Sı plakettierende – Deformation C˜ı; vgl. Abschn. 1.2.2, zur Illustration Abb. 1.1.
2.4.1 Identifizierung von χ˜ı = (1−κ) χ˜
NC
ı + κ χ˜
C
ı , ı, ∈{p,m}
Seien die Fla¨chen Sp, Sm fest gewa¨hlt im Sinne der zu fordernden Einschra¨nkungen. Wir set-
zen die Wegner-Wilson-LoopsWp≡W (Sp),Wm≡W (Sp) in der Darstellung nach Gl. (2.141)
ein in die Amplitude T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ nach Gl. (2.139) und werten diese aus wie folgt.
Die Loop-Exponentiale werden entwickelt bis zum ersten nichtverschwindenden Term
und die Reihen danach abgebrochen. Aufgrund der Subtraktion der Einsen und der Spur-
freiheit der Generatoren T aRı
2.23, a=1, 2, . . . , dSU(Nc), mit dSU(Nc)≡N2c −1 der Dimension
der SU(Nc), verschwinden identisch der erste und zweite Term der Entwicklung. Es resultiert
der Vakuumerwartungswert von vier paralleltransportierten Feldsta¨rken Fµν(x˜ı;x0, Cx0xı),
die je zwei stammen von Wp und Wm und durchlaufen respektive auf Sp und Sm.
Es wird gemacht Annahme (2’) des MSV – vgl. Seite 42 – das heißt angenommen, ein
Gauß’scher stochastischer Prozeß liege zugrunde der nichtperturbativen Fluktuation des
Vakuum-Eichfelds A in der Bildung des Vakuumerwartungswerts 〈 · 〉A. Dem approxima-
tiv a¨quivalent – vgl. die Diskussion dort – kann angenommen werden Faktorisierung der
Vakuumerwartungswerte 〈P gnFµ1ν1a1(x1;x0, Cx0x1) · · ·Fµnνnan(xn;x0, Cx0xn)〉A fu¨r gerade n
in Summen von n/2 Faktoren 〈P g2Fµ1ν1a1(x1;x0, Cx0x1)Fµ2ν2a2(x2;x0, Cx0x2)〉A, Vakuumer-
wartungswerte einer ungeraden Zahl paralleltransportierte Feldsta¨rketensoren verschwinden
identisch; vgl. Gl. (1.86). Fu¨r vier Feldsta¨rken schreibt sich diese Faktorisierung explizit:
〈1, 2, 3, 4〉A = 〈1, 2〉A 〈3, 4〉A + 〈1, 3〉A 〈2, 4〉A + 〈1, 4〉A 〈2, 3〉A (2.142)
mit 〈i1, . . . in〉A ≡ 〈P gnF (i1) · · ·F (in)〉A
F (i) ≡ Fµiνiai(xi;x0, Cx0xi)
vgl. Gl. (1.87); insbes. die abweichende Definition von F (i) als ai-Matrixelement hier.
2.22In Zusammenhang mit dem Nichtabelschen Stokes’schen Satz wird in Abschn. 1.2.2 daru¨berhinaus gefor-
dert, daß der Referenzpunkt x0, der induziert wird durch den zwingenden U¨bergang zu paralleltransportierten
Feldsta¨rken, zu fordern ist als Element der respektiven Fla¨che. Diese Forderung ist nicht wirklich notwendig,
da der Colour-Gehalt der Feldsta¨rken o.E.d.A. von x0 an einen belibigen anderen (Referenz)Punkt x′0 weiter
paralleltransportiert werden kann; vgl. insbes. Abb. 1.1 auf Seite 29.
2.23Bzgl. der Darstellung Rı des Loops Wı vgl. die Anmerkung in Anschluß an Gl. (2.141).
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Der Vier-Feldsta¨rken-Vakuumerwartungswert zerfa¨llt gema¨ß dieser Relation in die Sum-
me dreier Terme von je dem Produkt zweier Zwei-Feldsta¨rken-Vakuumerwartungswerten.
Seien o.E.d.A. die Indizes 1,2 bezogen auf den
”
p“-, die Indizes 3,4 auf den
”
m“-Loop, die
Indizes der Raumzeit-Argumente bezogen auf die Koordinatenlinien µ∈{p,m, 1, 2}. Dann
korreliert der erste Term in Gl. (2.142) je zwei Feldsta¨rken auf der
”
p“-Fla¨che Sp und je
zwei auf der
”
m“-Fla¨che Sm; die zwei verbleibenden Terme korrelieren in beiden Faktoren
je eine Feldsta¨rke auf Sp mit einer auf Sm. Fu¨r T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ nach Gl. (2.139′) folgt:2.24
T˜ℓℓ = − 2i s
nRp nRm
(2!)2 dRp dRm
· 〈Wp〉−1A 〈Wm〉−1A
[
χpp χmm +
2
dSU(Nc)
χpm
2
]
(2.143)
Die Wegner-Wilson-Loops sind Konsequenz von (Anti)Quark-Konnektoren; ihre Darstellun-
gen sind daher zu identifizieren mit der fundamentalen Darstellung: Rp≡Rm≡F; fu¨r diese
gilt nF≡1/2, dF≡Nc fu¨r Normierung und Dimension, so daß folgt mit dSU(Nc)=N2c −1:
T˜ℓℓ = − 2i s 1
(4Nc)2
· 〈Wp〉−1A 〈Wm〉−1A
[
χpp χmm +
2
N2c −1
χpm
2
]
(2.143′)
Die Korrelation der paralleltransportierten Feldsta¨rken Fµνa(x˜
′
ı;x0, Cx0x˜′ı), Fρσa(x˜′;x0, Cx0x˜′),
die respektive integriert werden u¨ber die Fla¨chen Sı≡S(C˜ı), S≡S(C˜), mit ı, ∈{p,m}, ist
dabei subsumiert in den wie folgt definierten Funktionen χı mit ı, ∈{p,m}:2.25
χı =
(
− i g
2
)2 ∫∫
S(C˜ı)
dσµ˜ν˜ı (x˜
′
ı)
∫∫
S(C˜)
dσρ˜σ˜ (x˜
′
) (2.144)
× 〈 Fµ˜ν˜a(x˜′ı;x0, Cx0x˜′ı)Fρ˜σ˜a(x˜′;x0, Cx0x˜′) 〉A
auf die ferner zuru¨ckgefu¨hrt werden die Vakuumerwartungswerte der einzelnen Wegner-Wil-
son-Loops 〈Wp〉A, 〈Wm〉A – und die insofern die eigentlich relevanten Funktionen sind in
Hinblick auf Auswertung und analytische Fortsetzung der T -Amplitude.
Als zweifaches Fla¨chenintegral der Gro¨ße 〈 g2Fµ˜ν˜a(x˜
′
ı;x0, Cx0x˜′ı)Fρ˜σ˜a(x˜′;x0, Cx0x˜′) 〉A mit
Energie-Dimension +4 sind die Funktionen χı dimensionslos. Wir gehen von diesen u¨ber
zu den Funktionen χ˜ı durch Definition:
χı =: −i 〈g2FF 〉Aa4 · χ˜ı ı,  ∈ {p,m} (2.145)
Herausziehen des Faktors −i garantiert, daß die Funktionen χ˜ı positiv reell sind fu¨r maxi-
male Korrelation: 0= x˜′2=(x˜′p−x˜′m)2, vgl. unten Gl. (2.146). Herausziehen des dimensions-
losen Faktors 〈g2FF 〉Aa
4, – mit 〈g2FF 〉A dem Minkowskischen Gluonkondensat und a der
Korrelationsla¨nge –, eliminiert in den Funktionen χ˜ı die zwei Zahlenparameter des MSV im
eigentlichen Sinne.2.26 Es gilt, mit ı, ∈{p,m}:
χ˜ı = i
(
− i
2
)2 ∫∫
S(C˜ı)
dσµ˜ν˜ı (x˜ı)
∫∫
S(C˜)
dσρ˜σ˜ (x˜) Dµ˜ν˜ρ˜σ˜(x˜) (2.146)
unter Definition2.27 x˜ ≡ x˜ı − x˜ (2.147)
und Reskalierung x˜ı ≡ x˜′ı/a (2.147′)
Mit dieser Reskalierung sind La¨ngen implizit χ˜ı gegeben durch ungestrichene Raumzeit-
2.24Der Vorfaktor ergibt sich wie folgt: Zwei Faktoren 1/2! folgen aus der Entwicklung der Exponential-
funktionen. Als Normierung der Spuren trRı =1/dRı tr , vgl. Gl. (1.38), folgen die Faktoren 1/dRp , 1/dRm .
Spurbildung tr mit Normierung tr Ta
Rı
T b
Rı
=nRı δ
ab der Generatoren ergibt die Faktoren nRp , nRm . Die
Eichgruppen-Faktoren aus Gl. (1.64′) kontrahieren wie δaa/dSU(Nc) ·δbb/dSU(Nc) bzw. δab/dSU(Nc) ·δab/dSU(Nc).
2.25Die Operatoren PC˜ı , PC˜ fu¨r Fla¨chenordnung – vgl. Gl. (2.141) – sind redundant fu¨r zwei Feldsta¨rken
unter Spurbildung und daher weggelassen im folgenden.
2.26Die Unabha¨nggikeit von diesen Parametern ist unmittelbar klar fu¨r 〈g2FF〉A; sie wird offensichtlich
fu¨r a nach Skalierung der Vierer-Vektoren x˜′ı in Einheiten der Korrelationsla¨nge im Sinne von Gl. (2.147
′).
2.27Der Zusammenhang klar stellt, ob – vgl. Gl. (2.147) vs. (2.117) – x gleich xı−x, dem Differenzvektor
2.4 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Auswertung 75
Argumente in
”
Einheiten von a“. Vgl. die Gln. (1.65)-(1.68).
Im Sinne der Tensorstrukturen tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ und t
NC
µ˜ν˜ρ˜σ˜ des Korrelationstensors D˜≡
(
Dµ˜ν˜ρ˜σ˜
)
sind unmittelbar definiert durch
χ˜ı = κ χ˜
C
ı + (1−κ) χ˜NCı ı,  ∈ {p,m} (2.148)
die konfinierende Funktion χ˜Cı und die nicht-konfinierende Funktion χ˜
NC
ı .
Im folgenden Abschnitt 2.4.2 wird getroffen eine Wahl der Fla¨chen Sp, Sm und ange-
geben explizite Parametrisierungen, auf Basis derer in den Abschnitten 2.4.3, 2.4.4 ausge-
wertet werden die Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı . Wesentliches Resultat ist die Faktorisierung der
Funktion χ˜ı in einen rein longitudinal bestimmten Anteil − detSL gı und ein – mit dem
Großbuchstaben bezeichnetes – Funktional X˜ı, das bestimmt ist durch die Geometrie in
der x1x2-Transversalebene, die wiederum effektiv abha¨ngt von den zi, das heißt von Gro¨ßen
longitudinalen Ursprungs:2.28
χ˜ı = − detSL gı · X˜ı ı,  ∈ {p,m} (2.149)
In Anhang D.4 wird hergeleitet gpp=̺
2, gpm=̺
2 coshψ fu¨r die unabha¨ngigen Komponenten
des metrischen Tensors und ̺2=(− detSL · sinhψ)−1 fu¨r die Normierung ̺ der Koordinaten
in Richtung der Teilchen-Weltlinien, vgl. die Gln. (D.68), (D.68′) bzw. (D.78). Es folgt:
− det SL gpp = sinh−1ψ (2.150)
− det SL gpm = tanh−1ψ = 1 + e−ψ sinh−1ψ (2.150′)
die letzte Identita¨t mit coshψ=sinhψ+e−ψ .
Die Faktoren − detSL gı ha¨ngen ab vom Quadrat s der invarianten Schwerpunktenergie
u¨ber ψ=ψp+ψm, mit βp=tanhψp, βm=tanhψm den Beta-Parametern der aktiven Boosts
der Teilchen head-to-head. Die Normierung ̺ der Koordinaten µ˜∈{p,m, 1, 2} ist bestimmt
durch die Forderung von La¨ngentreue der Abbildung, die vermittelt mit den Lichtkegel-
koordinaten µ¯∈{+,−, 1, 2}, vgl. Anh. D.4 auf Seite 256. Dies heißt formal detS≡1 und
impliziert im Limes s→∞⇔ ψ→∞ unmittelbar gpm→g+− [und gpp→g++≡0]; ergo gilt:
− detSL gpm≡− detL gpm→− detL g+−≡1 [und − detSLgpp→− detLg++≡0] – unabha¨n-
gig von der Normierung α der Lichtkegelkoordinaten, von der abha¨ngt g+− und − detL.2.29
Explizit sind die Funktionale X˜ı Integrale der paralleltransportierten Feldsta¨rken u¨ber
S⊥ı , S⊥ , das heißt u¨ber die Projektionen in den Transversalraum der initialen Fla¨chen Sı, S.
Mithilfe des Stokes’schen Satzes ko¨nnen die so verbleibenden zwei Integrale reduziert wer-
den: Fu¨r die respektive konfinierende Funktion χ˜Cı ein Integral, so daß korreliert sind die
Endpunkte von S⊥ı mit jedem Punkt von S⊥ – und umgekehrt. Fu¨r die respektive nicht-
konfinierende Funktion χ˜NCı beide Integrale, so daß korreliert sind die Endpunkte von S⊥ı
mit denen von S⊥ . Die Wechselwirkung resultiert als nichtlokal beziehungsweise lokal .
Bezu¨glich der funktionalen Abha¨nggikeit der Gro¨ßen mit Indizes ı, , . . .∈{p,m} sei fest-
gehalten, daß diese im Sinne
p ↔ {z1, X, +b/2} und/oder m ↔ {z2, Y, −b/2} (2.151)
abha¨ngen von den hierdurch definierten
”
p“- und
”
m“-Variablensa¨tzen. Dies folgt aus der
Abha¨nggikeit der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm, vgl. die Gln. (2.137), (2.137
′).
der Feldsta¨rken auf S(C˜ı), S(C˜), oder gleich z¯1X+b/2+ω, der Position des mit S(C˜p) assoziierten Quarks.
2.28Dies ist insofern a priori klar, als Hochenergiestreuung beschreibbar sein sollte durch eine effektive
Quantenfeldtheorie der Transversalebene; vgl. etwa Verlinde, Verlinde in Ref. [221].
2.29In Kapitel 1 auf Seite 42 ist diskutiert die Entwicklung des Vakuumerwartungswerts 〈 · 〉A zweier Wegner-
Wilson-Loops in
”
Produkt-Kumulanten“; vgl. Berger, Nachtmann in Ref. [21]. Die dort angesprochene Funk-
tion χ ist genau χ+− , das heißt χpm im Limes s→∞. Aus Gl. (2.143) resultiert in der Tat T˜ℓℓ∝χ2pm→χ2+−
im Limes s→∞, da Gl. (2.149) impliziert χpp∝gpp , χmm∝gmm und gilt gpp→g++≡0, gmm→g−−≡0.
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Abbildung 2.4: Raumzeit-Darstellung der Pyramiden Pp, Pm mit Mantelfla¨chen Sp≡S(C˜p),
Sm≡S(C˜m) u¨ber den Wegner-Wilson-Loops Wp≡W (Sp), Wm≡W (Sm). Die Integrationen
der paralleltransportierten Feldsta¨rken beziehen sich auf Sp, Sm. Wir betonen, daß die
transversalen Projektionen der Loops nicht parallel sind.
2.4.2 Explizite Raumzeit-Parametrisierung von Sı≡S(C˜ı), ı=p,m
Fu¨r Definiertheit2.30 – vgl. Abb. 2.4 – spezifizieren wir die Integrationsfla¨chen Sp, Sm als die
Mantelfla¨chen (planer) Pyramiden Pp, Pm, deren Basen gegeben sind als die von den Kurven
Cp, Cm der Wegner-Wilson-LoopsWp≡W (Cp), Wm≡W (Cm) berandeten (planen) Rechteck-
fla¨chen und deren Apex ω≡ωµ˜e˜(µ˜) gewa¨hlt wird identisch dem gemeinsamen Referenzpunkt
x0 – im Sinne ho¨chster Symmetrie
2.31 als die Mitte des transversalen Impaktvektors b.
Explizite Parametrisierungen – vgl. Abb. 2.5 – geben wir an wie folgt, wobei wir uns
beschra¨nken auf die
”
p“-Seite der Streuung: die Pyramide Pp; bzgl. Pm vgl. die Gln. (2.170),
(2.170′). Wir fu¨hren ein Parameter sp, τp, up, die laufen in den Intervallen
sp : 0→ 1 τp : 0→ 1 up : −Tp/2→ Tp/2 (2.152)
Bzgl. Tp – der ”
La¨nge“ des Loops Wp in x
p-Richtung – vgl. Gl. (D.100′).
Die Mantelfla¨che Sp≡S(C˜p) von Pp – mit C˜p der Deformation von Cp, die Sp infinitesimal
plakettiert – ist dann gegeben als vier (plane) Dreiecke, parametrisiert: 2.32
Sp (2.153)
=
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp, up) = ω + sp[ up ̺−1 e˜(p) + ( (1−z1)X i + bi/2) e˜(i) ] }⋃ {
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp, τp) = ω + sp[ ̺−1 e˜(p) + (([1−τp]−z1)X i + bi/2) e˜(i) ] }⋃ {
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp, up) = ω + sp[−up ̺−1 e˜(p) + ( (0−z1)X i + bi/2) e˜(i) ] }⋃ {
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp, τp) = ω + sp[ −̺−1 e˜(p) + ( (τp−z1)X i + bi/2) e˜(i) ] }
2.30Unserer Auswertung ist zuga¨nglich einer allgemeineren Klasse von Fla¨chen; vgl. die Anmerkungen dort.
2.31Wir kommen ausfu¨hrlich zuru¨ck auf diese Wahl
”
im Sinne ho¨chster Symmetrie“; vgl. Kap. 3.2.1.
2.32Diese repra¨sentieren – dem Umlaufsinn nach von oben nach unten – den Quark-, den Quark-Antiquark-,
den Antiquark- und den Antiquark-Quark-Konnektor des Wegner-Wilson-Loops Wp .
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Parametrisierungen
Sp, Vp und Lp:
x0≡ω
Wp
AQ
Q
X
z1Xz¯1Xr
r
b
up e˜(p)
sp τp
Abbildung 2.5: Raumzeit-Parametrisierung – durch Parameter sp, τp, up – der planen Pyra-
mide Pp u¨ber dem Wegner-Wilson-LoopWp≡W (Sp). Es ist Sp≡S(C˜p) mit Deformation C˜p
von Cp ihre Mantelfla¨che, Vp ihr Volumen, Lp ihre Grundfla¨che. Die Integration der pa-
ralleltransportierten Feldsta¨rken bezieht sich zuna¨chst auf Sp; sie reduziert sich fu¨r die kon-
finierende Funktion χ˜C auf die transversale Projektion S⊥p , fu¨r die nicht-konfinierende χ˜NC
auf die Endpunkte von S⊥p [Schenkel des Dreiecks u¨ber X bzw. Punkte].
Ruhe zuna¨chst das Quark-Antiquark-Paar
”
p“ im System mit karthesischen Koordinatenlini-
en µ∈{0, 1, 2, 3}. Unter dem aktiven Lorentz-Boost mit Geschwindigkeit βp in +x3-Richtung
transformiert die Richtung der (Anti)Quark-Weltlinien – des Loops Wp – in der x
0x3-Ebene
wie e(0)→γp
(
e(0) + βpe(3)
)
. Durch x˜=xµ˜e˜(µ˜) mit µ˜∈{p,m, 1, 2} sind verknu¨pft der Vektor
e˜(p)=̺ γp
(
e(0) + βpe(3)
)
und die kontravariante Komponente xp der Weltlinien, vgl. die
Gln. (D.54), (D.55). Ihre Endpunkte [bzgl. e˜(p)] sind
(
ζµ˜p
)≡(± ζpp , 0, zt)t mit z=x, x¯ und
ζpp =g
−1/2
pp ·Tp/2=̺−1 ·Tp/2, vgl. die Gln. (D.101), (D.102) – abha¨ngig von der Normierung ̺,
die fixiert ist in Gl. (D.94′) durch Forderung von La¨ngentreue des Zusammenhangs µ˜↔ µ¯.
Das Volumen Vp ist parametrisiert analog zu Sp:
Vp (2.154)
=
{
x˜p≡(xµ˜p )
∣∣∣ x˜p(sp, τp, up) = ω + sp[up ̺−1 e˜(p) + ((τp−z1)X i + bi/2) e˜(i) ]}
die Grundfla¨che Lp:
Lp = Vp
∣∣∣
sp≡1
(2.155)
=
{
x˜p≡(xµ˜p )
∣∣∣ x˜p(τp, up) = ω + up ̺−1 e˜(p) + ((τp−z1)X i + bi/2) e˜(i) }
Resultat der longitudinalen up-Integration ist ”
transversale Projektion“ von Sp, Vp, Lp auf
deren eigentlich relevanten Untermannigfaltigkeiten S⊥p , V⊥p , L⊥p , charakterisiert durch
x˜pp ≡ 0 (2.156)
das heißt durch identisch verschwindende longitudinalen Komponente.
Fu¨r die projizierte Mantelflache S⊥p – mit ω≡ωie˜(i)=(0, 0, ω1, ω2)t – gilt explizit:2.33
S⊥p =
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp) = ω + sp( z¯1X i + bi/2) e˜(i) } (2.157)⋃ {
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp) = ω + sp(−z1X i + bi/2) e˜(i) }
2.33Vgl. Gl. (2.153): den ersten und dritten Abschnitt der Parametrisierung von Sp .
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Das projizierte Volumen V⊥p ist parametrisiert:
V⊥p =
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp, τp) = ω + sp((τp−z1)X i + bi/2) e˜(i) } (2.158)
die projizierte Grundfla¨che L⊥p :
L⊥p = V
⊥
p
∣∣∣
sp≡1
=
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(τp) = ω + ((τp−z1)X i + bi/2) e˜(i) } (2.159)
Die Parameter sp, τp, up in den Gln. (2.153)-(2.155) und (2.157)-(2.159) laufen einheitlich
in den Intervallen angegeben in Gl. (2.152).
Mit diesen Parametrisierungen sind gegeben explizite Fla¨chenelemente, die wir angeben
wie folgt. Fu¨r das Volumen Vp und seine transversale Projektion V
⊥
p gilt – fu¨r die dualen
Elemente:[
dσ˜Vp
]
µ˜
(x˜p) =
1
1!
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜
∂xν˜
∂sp
∂xρ˜
∂τp
∂xσ˜
∂up
dsp dτp dup (2.160)
= 2 gµ˜
m ∂x
p
∂up
dup ⊗
[
dσ˜
V⊥p
]
mp
(x˜p) (2.160
′)
mit [
dσ˜
V⊥p
]
µ˜ν˜
(x˜p) =
1
2!
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜
∂xρ˜
∂sp
∂xσ˜
∂τp
dsp dτp (2.161)
und fu¨r die nicht-verschwindenden nicht dualen Elemente:[
dσVp
]pij
(x˜p)
=
∂
(
xp, xi, xj
)
∂
(
sp, τp, up
) dsp dτp dup (2.162)
=
{
∂xp
∂sp
∂
(
xi, xj
)
∂
(
τp, up
) − ∂xp
∂τp
∂
(
xi, xj
)
∂
(
sp, up
) + ∂xp
∂up
∂
(
xi, xj
)
∂
(
sp, τp
) } dsp dτp dup (2.162′)
Ergo [
dσVp
]pij
(x˜p) =
∂xp
∂up
dup ⊗
[
dσ
V⊥p
]ij
(x˜p) (2.163)
mit
[
dσ
V⊥p
]ij
(x˜p) =
∂
(
xi, xj
)
∂
(
sp, τp
) dsp dτp (2.163′)
wegen
∂
(
xi, xj
)
∂
(
τp, up
) ≡ 0 ∂xp
∂τp
≡ 0 (2.164)
vgl. Gl. (2.154).
Fu¨r die Grundfla¨che Lp und ihre transversale Projektion L
⊥
p gilt analog fu¨r die nichtver-
schwindenden Fla¨chenelemente:[
dσLp
]ip
(x˜p) =
∂
(
xi, xp
)
∂
(
τp, up
) dτp dup (2.165)
=
{
∂xi
∂τp
∂xp
∂up
− ∂x
p
∂τp
∂xi
∂up
}
dτp dup (2.165
′)
Ergo [
dσLp
]ip
(x˜p) =
∂xp
∂up
dup ⊗
[
dσ
L⊥p
]i
(x˜p) (2.166)
mit
[
dσ
L⊥p
]i
(x˜p) =
∂xi
∂τp
dτp (2.166
′)
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wegen
∂xp
∂τp
≡ 0 ∂x
i
∂up
≡ 0 (2.167)
vgl. Gl. (2.155).
Fu¨r die Auswertung in den folgenden Abschnitten werden diese Darstellungen nicht wirk-
lich explizit beno¨tigt, sondern allein die Faktorisierung des Vp- und Lp-Elements bezu¨glich
longitudinalen und transversalen Komponenten, vgl. Gl. (2.163) bzw. (2.166). Um die-
se zu garantieren, ist fu¨r die Mantelfla¨che Sp zu fordern Planarita¨t in e˜(p)-Richtung; vgl.
Gl. (2.153): den ersten und dritten Abschnitt von Sp.
Ferner werden explizit beno¨tigt die Fla¨chenelemente der Transversalprojektion S⊥p der
Mantelfla¨che Sp; bezu¨glich deren zwei Abschnitte gilt, vgl. Gl. (2.157):[
dσS⊥p
]i
(x˜p) =
∂xi
∂sp
dsp =
(
rQp
)i
dsp (2.168)
bzw. =
(
rAQp
)i
dsp (2.168
′)
mit
rQp ≡ z¯1X + b/2 = x− ω (2.169)
rAQp ≡ −z1X + b/2 = x¯− ω (2.169′)
als systematische Notation fu¨r die Differenzvektoren der Positionen von Quark Q und Anti-
quark AQ der Pyramide Pp und deren Apex ω.
Explizite Parametrisierungen fu¨r Sm, Vm, Lm und S⊥m , V⊥m , L⊥m bezu¨glich der Pyrami-
de Pm folgen aus den Parametrisierungen bezu¨glich Pp durch Substitution
e˜(p) −→ e˜(m) (2.170)
und z1 −→ z2 , X −→ Y , b −→ −b (2.170′)
Es ist e˜(m)=̺ γm
(
e(0) − βme(3)
)
, vgl. Gl. (D.54′), die Richtung der Weltlinie des mit βm
in −x3-Richtung aktiv geboosteten Teilchens und ihre Endpunkte (ζµ˜m)≡
(
0,±ζmm, zt
)t mit
z=y, y¯ und ζmm=1/
√
gmm · Tm/2=̺−1 · Tm/2, vgl. die Gln. (D.101′), (D.102).
Die korrespondierenden Fla¨chenelemente folgen entsprechend. So gilt fu¨r das Element
des Volumens Vm die Faktorisierung[
dσVm
]mij
(x˜m) =
∂xm
∂um
dum ⊗
[
dσ
V⊥m
]ij
(x˜m) (2.171)
mit
[
dσ
V⊥m
]ij
(x˜m) =
∂
(
xi, xj
)
∂
(
sm, τp
) dsm dτm (2.171′)
und fu¨r das Element der Grundfla¨che Lm[
dσLm
]im
(x˜m) =
∂xm
∂um
dum ⊗
[
dσ
L⊥m
]i
(x˜m) (2.172)
mit
[
dσ
L⊥m
]i
(x˜m) =
∂xi
∂τm
dτm (2.172
′)
angenommen Planarita¨t der Mantelfla¨che Sm der Pyramide Pm in e˜(m)-Richtung; vgl. die
Gln. (2.163), (2.163′) bzw. (2.166), (2.166′).
Fu¨r die transversale Projektion S⊥m von Sm sind die Fla¨chenelemente abschnittweise
gegeben durch[
dσS⊥m
]i
(x˜m) =
∂xi
∂sm
dsm =
(
rQm
)i
dsm (2.173)
bzw. =
(
rAQm
)i
dsm (2.173
′)
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mit
rQm ≡ z¯2Y − b/2 = y − ω (2.174)
rAQm ≡ −z2Y − b/2 = y¯ − ω (2.174′)
als systematische Notation fu¨r die Differenzvektoren der Positionen von Quark und Anti-
quark der Pyramide Pm und deren Apex. Vgl. die Gln. (2.168), (2.168
′) und (2.169), (2.169′).
Es ist hiermit der technische Apparat gegeben, die χ˜-Funktionen nach Gl. (2.146) auszu-
werten. Eingesetzt der Korrelationstensor D˜≡(Dµ˜ν˜ρ˜σ˜) in Darstellung nach Gl. (1.82), mit
Lorentz-Indizes µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2} und n≡4, folgen im Sinne von Gl. (2.148) die Funk-
tionen χ˜NCı und χ˜
C
ı – mit ı, ∈{p,m}. Die nicht-konfinierenden Funktionen χ˜NCı werden
ausgewertet im folgenden Abschnitt 2.4.3, die konfinierenden Funktionen χ˜Cı in 2.4.4.
2.4.3 Nicht-konfinierende Funktionen χ˜NC
ı
, ı, ∈{p,m}
Wir betrachten die nicht-konfinierenden χ˜-Funktionen, zuna¨chst χ˜NC≡ χ˜NCpm . Es gilt – vgl.
die Gln. (2.146), (2.148) und (1.82) – mit µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2}:
χ˜NC = i
(
− i
2
)2 ∫∫
Sp
dσµ˜ν˜p (x˜p)
∫∫
Sm
dσρ˜σ˜m (x˜m) t
NC
µ˜ν˜ρ˜σ˜ F
NC(x˜2) (2.175)
dabei ist definiert, vgl. Gl. (2.147):
x˜ = x˜p − x˜m x˜p ∈ Sp, x˜m ∈ Sm (2.176)
mit x˜≡(xµ˜) und x˜p≡(xµ˜p), x˜m≡(xµ˜m). Die nicht-konfinierenden Tensorstruktur tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ ist
explizit angegeben in Gl. (1.69′); wir rekapitulieren:
tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ =
1
6
gα˜γ˜ δ
α˜β˜
µ˜ν˜ ∂β˜ δ
γ˜δ˜
ρ˜σ˜ ∂δ˜ (2.177)
sie kontrahiert wie
tNCµ˜ν˜
µ˜ν˜ = ∂˜2 ≡ ∂µ˜∂µ˜ (2.178)
Die nicht-konfinierende Korrelationsfunktion FNC ist definiert durch
FNC(x˜2) =
1
2
λ2 · K2(ζ) (2.179)
unter Definition
Kµ(ζ) =
(1
2
)µ−1 1
Γ(µ)
ζµKµ(ζ) ζ ≡
√
−x˜2/λ2 + i ǫ ∼=
√
−x˜2/λ (2.180)
mit Kµ(ζ)→ 1, ∀Reµ > 0 fu¨r ζ → 0 (2.180′)
vgl. Gl. (1.83) – und Kµ der modifizierten Besselfunktion zweiter Art nach Ref. [2]. Diese
Relationen basieren auf Gl. (1.82) mit Index ν≡4, ergo: λ≡λ4=8
/
3π, vgl. Gl. (1.84′) – der
physikalisch suggerierten Darstellung. Fu¨r Vollsta¨ndigkeit sei angegeben mit
FNC(x˜2) =
1
8
∫ x˜2
−∞
du DNC(u) (2.181)
der Zusammenhang mit der D-Korrelationsfunktion nach Gl. (1.68).
Wir fassen die Mantelfla¨che der Pyramide Pı, mit ı=p,m, in orientierter Weise auf als
vollsta¨ndigen Rand ihres Volumens ∂Vı subtrahiert ihre Grundfla¨che Lı:
Sı = ∂Vı − Lı (2.182)
ergo fu¨r die Fla¨chenintegrale:∫∫
Sı
dσµ˜ν˜ı (x˜ı) Tµ˜ν˜ =
[∫∫
∂Vı
−
∫∫
Lı
]
dσµ˜ν˜ı (x˜ı) Tµ˜ν˜ (2.183)
2.4 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Auswertung 81
und mithilfe des Stokes’schen Satzes:∫∫
∂Vı
dσµ˜ν˜ı (x˜ı) Tµ˜ν˜ =
∫∫∫
Vı
dσµ˜ν˜ρ˜ı (x˜ı) ∂
x˜ı
µ˜ Tµ˜ν˜ (2.184)
Dabei ist T˜ ≡(Tµ˜ν˜(x˜ı)) ein beliebiger Fourier-integrabler (0, 2)-Lorentz-Tensor und dσµ˜ν˜ı (x˜ı)
zu identifizieren mit dV˜ µ˜ν˜ in den Gln. (E.30), (E.31). Fu¨r χ˜NC folgt, vgl. Gl. (2.175):
χ˜NC = i
(
− i
2
)2 [∫∫∫
Vp
dσµ˜ν˜ν˜
′
p (x˜p) ∂ν˜′ −
∫∫
Lp
dσµ˜ν˜p (x˜p)
]
(2.185)
×
[∫∫∫
Vm
dσρ˜σ˜σ˜
′
m (x˜m) (−∂σ˜′) −
∫∫
Lm
dσρ˜σ˜m (x˜m)
]
tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ F
NC(x˜2)
mithilfe der Identita¨t
∂µ˜ ≡ ∂x˜µ˜ = ∂x˜pµ˜ = − ∂x˜mµ˜ (2.186)
die unmittelbar folgt aus Gl. (2.176).
Unter Kontraktion mit dem vollsta¨ndig antisymmetrischen Lorentz-Tensor T˜ ≡(T µ˜1···µ˜s)
faktorisiert das verallgemeinerte Kronecker-Symbol:2.34
δµ˜1µ˜2···µ˜sν˜1ν˜2···ν˜s T
ν˜1ν˜2···ν˜s = s! T µ˜1µ˜2···µ˜s = s! δµ˜1ν˜1 δ
µ˜2
ν˜2
· · · δµ˜sν˜s T ν˜1ν˜2···ν˜s (2.187)
Unter Kontraktion mit den Fla¨chenelementen gilt daher die A¨quivalenz:
tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ =
1
6
gα˜γ˜ δ
α˜β˜
µ˜ν˜ ∂β˜ δ
γ˜δ˜
ρ˜σ˜ ∂δ˜ (2.188)
∼= 1
6
gα˜γ˜ 2 δ
α˜
µ˜δ
β˜
ν˜ ∂β˜ 2 δ
γ˜
ρ˜δ
δ˜
σ˜ ∂δ˜ =
2
3
gµ˜ν˜ ∂ρ˜∂σ˜
vgl. Gl. (2.177). Aufgrund von dσµ˜ν˜ν˜
′
p (x˜p)∂ν˜′∂ν˜≡0 und dσρ˜σ˜σ˜
′
m (x˜m)∂σ˜′∂σ˜≡0 verschwindet
identisch das Vp- respektive das Vm-Integral.
Die Grundfla¨che Lp besitzt – unabha¨ngig von der Parametrisierung – eine longitudinale
Komponente p und eine transversale i. Das Fla¨chenelement dσµ˜ν˜p (x˜p) ist daher ungleich
Null nur fu¨r µ˜≡ i, ν˜≡p und umgekehrt; es folgen zwei identische Terme. Entsprechend das
Lm-Integral. Der Faktor Vier ku¨rzt den Nenner des Vorfaktors. Es folgt, mit i, j∈{1, 2}:
χ˜NC = − i
∫∫
Lp
dσipp (x˜p)
∫∫
Lm
dσjmm (x˜m) t
NC
ipjm F
NC(x˜2) (2.189)
dabei ist mit Gl. (2.177):
tNCipjm =
1
6
gα˜γ˜ δ
α˜β˜
i p ∂β˜ δ
γ˜δ˜
jm ∂δ˜ =
1
6
(
gij ∂p ∂m + gpm ∂i ∂j
)
(2.190)
aufgrund von gpj≡0, gim≡0, das heißt aufgrund der Faktorisierung des metrischen Ten-
sors g˜≡(gµ˜ν˜) bezu¨glich longitudinalen und transversalen Komponenten.
Fu¨r die Mantelfla¨che Sp ist gefordert Planarita¨t in e˜(p)-, fu¨r Sm in e˜(m)-Richtung. Dies
induziert Faktorisierung der Fla¨chenelemente bezu¨glich longitudinaler und transversalen
Komponenten und impliziert fu¨r die Grundfla¨chen Lp, Lm – vgl. die Gln. (2.166), (2.172):
dσipp (x˜p) = dσ
i
p(x˜p) ⊗ dσpp(x˜p) (2.191)
d.h.
∫∫
Lp
dσipp (x˜p) =
∫
L⊥p
dxip ⊗
∫
dxpp (2.191
′)
2.34Dies ist unmittelbar klar, gelesen von rechts nach links; vgl. Gl. (E.8).
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und
dσjmm (x˜m) = dσ
j
m(x˜m) ⊗ dσmm(x˜m) (2.192)
d.h.
∫∫
Lm
dσjmm (x˜m) =
∫
L⊥m
dxjm ⊗
∫
dxmm (2.192
′)
mit Notation
dxµ˜p ≡ dσµ˜p(x˜p) dxµ˜m ≡ dσµ˜m(x˜m) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2} (2.193)
Die Integration der longitudinalen Komponente bezieht sich dabei auf die volle La¨nge
des respektiven Wegner-Wilson-Loops – das heißt der diesem zugrunde liegenden Parton-
Trajektorien Cp, Cm, deren Endpunkte
(± ζpp , 0, zt)t, (0,±ζmm , zt)t bestimmt sind durch die
Eigenzeiten Tp, Tm, u¨ber die diese durch das Vakuum-Eichfeld A propagieren und ha¨ngen ab
von den Richtungen p, m. Vgl. die Bemn. zu Gl. (2.153) und (2.170) wie Anh. D.4, S. 256.
Auf Basis dieser Faktorisierung gilt fu¨r χ˜NC :
χ˜NC = − i
∫
L⊥p
dxip
∫
L⊥m
dxjm t
NC
ipjm IL[F
NC ] (2.194)
unter Definition
IL[F ] =
∫
dxpp
∫
dxmm F (x˜
2) (2.195)
=
∫ Tp/2
−Tp/2
∂xpp
∂up
dup
∫ Tm/2
−Tm/2
∂xmm
∂um
dum F (x˜
2) (2.195′)
Wir betrachten das Funktional IL fu¨r eine allgemeine Funktion F der Raumzeit mit wohl-
definierter Fourier-Transformierten F˜ ; in praxi ist zu identifizieren
F ≡ FNC (2.196)
vgl. Gl. (2.189) und die Gln. (2.194), (2.195), (2.195′).
In Anhang E.2.1 wird IL geeignet vereinfacht fu¨r allgemeine Funktion F : In Gl. (2.195
′)
werden explizit ausintegriert die longitudinalen Parameter up, um; es folgt:
IL[F ] = − detSL · ˜̥[F ](|x|) (2.197)
mit ˜̥[F ](|x|) =
∫∫ ∞
−∞
d2k
(2π)2
eik·x F˜ (−k2) (2.197′)
vgl. Gl. (E.47).
Nach Gl. (2.194) fu¨r χ˜NC ist auf IL[F ] – das heißt auf die Funktion ˜̥[F ] – zu beziehen die
Tensorstruktur tNCipjm, vgl. Gl. (2.190). Da ˜̥[F ] abha¨ngt nur vom Betrag des transversalen
Vektors x≡(x1, x2)t, ergibt identisch Null der Term von tNCipjm mit den longitudinalen
Ableitungen: gij∂p∂m. Es folgt aus dem Term gpm∂i∂j , mit i, j∈{1, 2}:
χ˜NC = − detSL gpm · i 1
6
∫
L⊥p
dxip ∂
x˜p
i
∫
L⊥m
dxjm ∂
x˜m
j
˜̥[FNC ](|x|) (2.198)
= − detSL gpm · i 1
6
∫
S⊥p
dxip ∂
x˜p
i
∫
S⊥m
dxjm ∂
x˜m
j
˜̥[FNC ](|x|) (2.198′)
dabei ist ein Signum absorbiert im U¨bergang ∂i→∂x˜pi , ∂j→−∂x˜mj , vgl. Gl. (2.186).
Der Integrand ist vollsta¨ndiges Differential der Koordinatenlinien, derentlang integriert
wird u¨ber die respektiven transversalen Projektionen. Mithilfe des Stokes’schen Satzes re-
duzieren sich die Integrationen unmittelbar auf Differenzen bezu¨glich der Endpunkte der
Linien L⊥p , L
⊥
m oder alternativ S⊥p , S⊥m – vgl. Gl. (2.198) bzw. (2.198′).
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Bezugnehmend auf die explizite Wahl von Sp, Sm und Lp, Lm als die Mantel- bezie-
hungsweise Grundfla¨chen planer Pyramiden Pp, Pm – vgl. die Gln. (2.153), (2.155) und
Gl. (2.170′) – sind die transversalen Projektionen L⊥p , L
⊥
m und S⊥p , S⊥m geradlinig2.35 . Wir
werten χ˜NC aus o.E.d.A. auf Basis von Gl. (2.198) – als Integral u¨ber L⊥p , L
⊥
m, orien-
tiert x˜p(τp), x˜m(τm) fu¨r τp, τm : 0→1 vom respektiven Antiquark AQ zum Quark Q:
L⊥p (τp : 0→1) : AQ : xp(0) = ω+rAQp −→ Q : x˜p(1) = ω+rQp (2.199)
L⊥m(τm : 0→1) : AQ : xm(0) = ω+rAQm −→ Q : x˜m(1) = ω+rQm (2.199′)
mit deren Positionen in Termen der systematisch notierten Differenzvektoren rQp , r
AQ
p und
rQm, r
AQ
m der (Anti)Quarks und des gemeinsamen Apex ω der – o.E.d.A. generalisierten –
Pyramiden, vgl. die Gln. (2.169), (2.169′) bzw. (2.174), (2.174′).
Im Sinne der expliziten Parametrisierungen x˜p(τp), x˜m(τm) gilt
dxiı ∂
x˜ı
i = dτı
dxiı
dτı
∂
∂xiı
= dτı
d
dτı
ı = p,m (2.200)
und fu¨r die Funktion χ˜NC nach Gl. (2.198):
χ˜NC = − detSL gpm · i 1
6
∫ 1
0
dτp
d
dτp
∫ 1
0
dτm
d
dτm
˜̥[FNC ](|x|) (2.201)
Abgeku¨rzt f(x)≡ ˜̥[FNC ](|x|), folgt fu¨r den Integralausausdruck:∫ 1
0
dτp
d
dτp
∫ 1
0
dτm
d
dτm
f
(
xp(τp)−xm(τm)
)
(2.202)
=
[ [
f
(
xp(τp)−xm(τm)
) ]τm≡1
τm≡0
]
τp≡1
τp≡0 (2.202
′)
=
∑
τp, τm≡0, 1 (−1)
τp+τm f
(
xp(τp)−xm(τm)
)
(2.202′′)
Fu¨r χ˜NC nach Gl. (2.201) folgt
χ˜NC = − detSL gpm · i 1
6
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J ˜̥[F
NC ]
(∣∣rIp−rJm∣∣) (2.203)
in Termen von rQp , r
AQ
p und r
Q
m, r
AQ
m ; dabei ist fu¨r Suggestivita¨t der Schreibweise summiert
u¨ber die (Anti)Quarks: I, J ∈{Q,AQ}, und definiert
signI,J=(−1)I+J I, J ∈ {Q,AQ}, Q ≡ 0, AQ ≡ 1 (2.204)
das heißt durch Zuweisen der Zahlenwerte Q≡0, AQ≡1; s.u. Fußn. 2.40 auf Seite 88.
Die nicht-konfinierende Funktion χ˜NC ist nach Gl. (2.203) – da ˜̥[FNC ](|x|) allgemein
abha¨ngt nur von |x| – bestimmt durch die Betra¨ge der transversal projizierten Abstand-
vektoren der paralleltransportierten Feldsta¨rken an den (Anti)Quark-Positionen. Deren
Wechselwirkung ist in diesem Sinne lokal . Die konfinierende Funktion χ˜C basiert dazu
in Kontrast auf einer nicht-lokalen Wechselwirkung der paralleltransportierten Feldsta¨rken
im Sinne, daß diese eingehen bezu¨glich
”
sa¨mtlicher Weltpunkte der Raumzeit zwischen den
(Anti)Quarks“. Die Herleitung von χ˜C im folgenden Abschnitt pra¨zisiert diese Aussage.
Die Funktionen χ˜NCpp , χ˜
NC
mm differieren von χ˜
NC≡ χ˜NCpm (≡ χ˜NCmp ) genau darin, daß bei-
de paralleltransportierten Feldsta¨rken Elemente sind derselben Pyramiden-Mantelfla¨che –
2.35Es ist nicht notwendig zu fordern transversale Planarita¨t der Fla¨chen Sp , Sm und Lp , Lm , das heißt Ge-
radlinigkeit der transversalen Projektionen S⊥p , S⊥m und L⊥p , L⊥m . Dies geschieht hier einzig fu¨r Definiertheit.
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entweder Sp oder Sm. So gilt nach Gl. (2.203) fu¨r χ˜NCpp – mit rQp −rAQp ≡X der (orientier-
ten) transversalen Ausdehnung des Wegner-Wilson-Loops Wp:
χ˜NCpp = − detSL gpp · i
1
3
{
˜̥[FNC ](|0|) − ˜̥[FNC ](|X|)
}
(2.205)
und fu¨r χ˜NCmm analog: gpp→gmm und rp→rm, ergo X→Y .
Wir verweisen auf Anhang F. Dort leiten wir her – vgl. Gl. (F.128′), mit ν≡4: 2.36
˜̥[FNC ](|x|) = − i 4π · λ4 K3(ζ) (2.206)
λ ≡ λ4 = 8
/
3π, ζ ≡√|x|2/λ2 + i ǫ ∼= |x|/λ
auf Basis unseres Ansatzes FNC(x˜2) = 12λ
2K2(ζ), ζ ≡
√−x˜2/λ2+i ǫ ∼= √−x˜2/λ fu¨r die nicht-
konfinierende F -Korrelationsfunktion. Vgl. Gl. (2.179)ff., ferner Kap. 1.3, Gl. (1.82)ff. und
Anh. F, die Gln. (F.1), (F.10).
2.4.4 Konfinierende Funktionen χ˜C
ı
, ı, ∈{p,m}
Wir betrachten die konfinierenden χ-Funktionen, zuna¨chst χ˜C≡ χ˜Cpm. Analog zu Gl. (2.175)
gilt – vgl. wieder die Gln. (2.146), (2.148) und (1.82) – mit µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2}:
χ˜C = i
(
− i
2
)2 ∫∫
Sp
dσµ˜ν˜p (x˜p)
∫∫
Sm
dσρ˜σ˜m (x˜m) t
C
µ˜ν˜ρ˜σ˜ ∂˜
2 FC(x˜2) (2.207)
dabei ist x˜= x˜p−x˜m mit x˜p∈Sp, x˜m∈Sm nach Gl. (2.176). Die konfinierende Tensorstruk-
tur tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ ist explizit gegeben in Gl. (1.69); wir rekapitulieren:
tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ =
1
12
δα˜β˜µ˜ν˜ gα˜ρ˜ gβ˜σ˜ (2.208)
sie kontrahiert wie
tCµ˜ν˜
µ˜ν˜ = 1 (2.209)
Die konfinierende Korrelationsfunktion FC ist definiert durch
FC(x˜2) =
1
2
λ2 · K2(ζ) (2.210)
mit Kµ(ζ) = (12 )µ−1 1Γ(µ) ζµKµ(ζ), ζ≡
√−x˜2/λ2 + i ǫ∼=√−x˜2/λ und Kµ(ζ)→1, ∀Reµ>0
fu¨r ζ→0; vgl. die Gln. (1.83) und (2.180), (2.180′). Diese Relationen basieren auf Gl. (1.82)
mit Index ν≡4, ergo λ≡λ4=8
/
3π. Fu¨r Vollsta¨ndigkeit sei angegeben mit
∂˜2 FC(x˜2) = DC(x˜
2) (2.211)
der Zusammenhang mit der D-Korrelationsfunktion nach Gl. (1.68).
Die Gln. (2.179), (2.210) implizieren
FC ≡ FNC (2.212)
Die Existenz einer Relation zwischen nicht-konfinierender und konfinierender Korrelations-
funktion folgt aus dem Ansatz nach Gl. (1.78). Sie wird am sinnvollsten ausgedru¨ckt durch
die eine Korrelationsfunktion K2, die Diskrepanz beider Terme vollsta¨ndig subsumiert in
den Lorentz-Tensorstrukturen: tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ versus t
C
µ˜ν˜ρ˜σ˜∂˜
2; vgl. auch Gl. (2.178) versus (2.209).
Im Sinne Sı=∂Vı−Lı fu¨r ı=p,m, vgl. Gl. (2.182), seien die Mantelfla¨chen der Pyramiden
wieder aufgefaßt als vollsta¨ndiger Rand ihres Volumens, subtrahiert ihre Grundfla¨che:
χ˜C = i
(
− i
2
)2 [ ∫∫∫
Vp
dσµ˜ν˜ν˜
′
p (x˜p) ∂ν˜′ −
∫∫
Lp
dσµ˜ν˜p (x˜p)
]
(2.213)
×
[ ∫∫∫
Vm
dσρ˜σ˜σ˜
′
m (x˜m) (−∂σ˜′) −
∫∫
Lm
dσρ˜σ˜m (x˜m)
]
tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ ∂˜
2 FC(x˜2)
das konfinierende Pendant zu Gl. (2.185).
2.36In den Gro¨ßen in (geradem) Fettdruck sind gestrichen die ausintegrierten longitudinalen Komponenten.
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Nach Gl. (2.187) sind a¨quivalent unter der Kontraktion mit den Fla¨chenelementen auf-
grund deren vollsta¨ndigen Antisymmetrie:
tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ =
1
12
δα˜β˜µ˜ν˜ gα˜ρ˜ gβ˜σ˜ (2.214)
∼= 1
12
2 δα˜µ˜δ
β˜
ν˜ gα˜ρ˜ gβ˜σ˜ =
1
6
gµ˜ρ˜ gν˜σ˜
vgl. Gl. (2.208).
Grundfla¨che Lp wie Volumen Vp besitzen – unabha¨ngig von der Parametrisierung –
eine longitudinale Komponente: p, sonst transversale Komponente(n): i bzw. i, i′. Aus den
Fla¨chenelementen dσµ˜ν˜ν˜
′
p und dσ
µ˜ν˜
p folgen jeweils zwei identische Terme fu¨r µ˜≡ i, ν˜≡p und
umgekehrt. Zusa¨tzlich tritt auf im Vp-Integral fu¨r µ˜≡ i, ν˜≡ i′, ν˜′≡p der Term dσii
′p
p ∂p mit
longitudinaler Ableitung ∂p. Entsprechend das Vm-Integral. Der Faktor Vier ku¨rzt – wie im
nicht-konfinierenden Fall – den Nenner des Vorfaktors. Es folgt, mit i, i′, j, j′∈{1, 2}:
χ˜C = − i
[ ∫∫∫
Vp
dσipi
′
p (x˜p) ∂i′ −
∫∫
Lp
dσipp (x˜p)
]
(2.215)
×
[ ∫∫∫
Vp
dσjmj
′
m (x˜m) (−∂j′) −
∫∫
Lm
dσjmm (x˜m)
]
tCipjm ∂˜
2 FC(x˜2)
+
[
Terme mit ∂p und/oder ∂m
]
und mit Gl. (2.208):
tCipjm =
1
12
δα˜β˜ip gα˜j gβ˜m =
1
12
gij gpm (2.216)
aufgrund von gpj , gim≡0, vgl. Gl. (2.190).
Faktorisierung der Pyramiden-Mantelfla¨chen Sp, Sm bezu¨glich longitudinaler und trans-
versaler Komponenten impliziert fu¨r die Volumina Vp, Vm – vgl. die Gln. (2.163), (2.171):
dσii
′p
p (x˜p) = dσ
ii′
p (x˜p) ⊗ dσpp(x˜p) (2.217)
d.h.
∫∫∫
Vp
dσipi
′
p (x˜p) = −
∫∫
V⊥p
dσii
′
p (x˜p) ⊗
∫
dxpp (2.217
′)
und
dσjj
′m
m (x˜m) = dσ
jj′
m (x˜m) ⊗ dσmm(x˜m) (2.218)
d.h.
∫∫∫
Vm
dσjmj
′
m (x˜m) = −
∫∫
V⊥m
dσjj
′
m (x˜m) ⊗
∫
dxmm (2.218
′)
mit V⊥p , V
⊥
m den transversalen Projektionen der Pyramiden-Volumina im Sinne der expli-
ziten Parametrisierung nach Gl. (2.158). Bezu¨glich der Grundfla¨chen Lp, Lm sei verwiesen
auf die Gln. (2.191), (2.191′) und (2.191), (2.191′) und die Bemerkungen dort.
Eingesetzt die Faktorisierung der Fla¨chenelemente von Vp, Vm und Lp, Lm, folgt aus
Gl. (2.215) unmittelbar:
χ˜C = − i
[
−
∫∫
V⊥p
dσii
′
p (x˜p) ∂i′ −
∫
L⊥p
dxip
]
(2.219)
×
[
−
∫∫
V⊥m
dσjj
′
m (x˜m) (−∂j′ ) −
∫
L⊥m
dxjm
]
tCipjm ∂˜
2 IL[F
C ]
+
[
Terme mit ∂p und/oder ∂m
]
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mit
IL[F ] =
∫
dxpp
∫
dxmm F (x˜
2) (2.220)
Analog zum nicht-konfinierenden Fall – vgl. Gl. (2.194) – fu¨hrt diese Faktorisierung unmittel-
bar auf das longitudinal bestimmte Funktional IL, wie definiert in den Gl. (2.195), (2.195
′).
Die Integration der longitudinalen Parameter up, um ist fu¨r allgemeine Funktion F explizit
durchgefu¨hrt in Anhang E.2.1, das Resultat fu¨r IL[F ] zitiert in den Gln. (2.197), (2.197
′).
Fu¨r χ˜C nach (2.219) folgt auf dieser Basis:
χ˜C = − det SL (2.221)
× (− i)
[
−
∫∫
V⊥p
dσii
′
p (x˜p) ∂
x˜p
i′ −
∫
L⊥p
dxip
]
×
[
−
∫∫
V⊥m
dσjj
′
m (x˜m) ∂
x˜m
j′ −
∫
L⊥m
dxjm
]
tCipjm ∂˜
2 ˜̥[FC ](|x|)
gesetzt ∂i′=∂
x˜p
i′ , −∂j′=∂x˜mj′ , vgl. Gl. (2.186). Da ˜̥[FC ](|x|) nur abha¨ngt von |x|, also
nicht von den longitudinalen Komponenten von x˜, verschwinden identisch die Terme mit ∂p
und/oder ∂m, vgl. Gl. (2.219), und es gilt ∂˜
2≡gpp(∂p∂p+∂m∂m)+2gpm∂p∂m−∂i∂i=−∂i∂i.
In Gl. (2.221) sind gegenu¨ber Gl. (2.213) im wesentlichen die Integrationsgebiete u¨berge-
gangen in ihre transversalen Projektionen. Eine Dimension reduziert, gehen wir die Schritte
zuru¨ck, die uns gefu¨hrt haben von Gl. (2.207) zu Gl. (2.213): Wir gehen u¨ber von V⊥ı
zu ∂V⊥ı fu¨r ı=p,m mithilfe des Stokes’schen Satzes:∫∫
V⊥ı
dσµ˜ν˜ı (x˜ı) ∂
x˜ı
ν˜ Tµ˜ = −
∫
∂V⊥p
dσµ˜ı (x˜ı) Tµ˜ (2.222)
fu¨r T˜ ≡(Tµ˜) ein beliebiger Fourier-integrabler (0, 1)-Lorentz-Tensor, das heißt -Vektor, vgl.
Gl. (2.184). – Und fassen zusammen die Fla¨chenintegrale u¨ber ∂V⊥ı und L
⊥
ı im Sinne
2.37
S⊥ı = ∂V
⊥
ı − L⊥ı (2.223)
ergo:
∫
S⊥ı
dσµ˜ı (x˜ı) Tµ˜ =
[ ∫
∂V⊥ı
−
∫
L⊥ı
]
dσµ˜ı (x˜ı) Tµ˜ (2.224)
vgl. Gl. (2.182) bzw. (2.183).
Aus Gl. (2.221) folgt unmittelbar – mit dxµ˜ı ≡dσµ˜ı (x˜ı), vgl. Gl. (2.193):
χ˜C = − det SL · (− i)
∫
S⊥p
dxip
∫
S⊥m
dxjm t
C
ipjm ∂˜
2 ˜̥[FC ](|x|) (2.225)
und mit tCipjm=− 112 δij gpm, vgl. Gl. (2.216):
χ˜C = − det SL gpm · i 1
12
∫
S⊥p
dxip
∫
S⊥m
dxim ∂˜
2 ˜̥[FC ](|x|) (2.226)
Diese Darstellung von χ˜C ist unmittelbares Pendant zu der von χ˜NC nach Gl. (2.198).
In Anhang E.2.2 wird diese Darstellung ausgewertet in Form
χ˜C = − det SL gpm · i 1
12
IT [F ] (2.227)
unter Definition
IT [F ] =
∫
S⊥p
dxip
∫
S⊥m
dxim ∂j
[
xjF
]
(2.228)
Und zwar auf Basis der speziellen Wahl der verallgemeinerten Pyramiden Pp, Pm wie in
2.37Es folgt S⊥ı =∂V
⊥
ı −L⊥ı aus Sı=∂Vı−Lı fu¨r ı=p,m: Seien die Orientierungen repra¨sentiert durch
a¨ußere Normalenvektoren; dann sind transversal projizierte Differenzen identisch den respektiven Differenzen
der transversal Projizierten. Die longitudinale Integration hat zur Konsequenz transversale Projektion des
Integrtaionsgebiets, so daß a priori u¨bergeht Sı in S⊥ı – ungeachtet der intermedia¨ren, formalen Aufteilung.
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Abschnitt 2.4.2, Gl. (2.153): Deren Mantelfla¨chen Sp, Sm – u¨ber die ab initio die parallel-
transportierten Feldsta¨rken zu integrieren sind – werden angenommen als planar bezu¨glich
der transversalen Komponenten, das heißt deren Projektionen S⊥p , S⊥m als abschnittweise
geradlinig. Anhang E.2.2 abschließend wird argumentiert, daß Geradlinigkeit beziehungs-
weise Planarita¨t in diesem Sinne nicht notwendig ist.
Relevant fu¨r die Auswertung in Anhang E.2.2 ist der Differentialoperator ∂µ˜, der ru¨hrt
aus dem d’Alembert-Operator ∂˜2≡∂µ˜∂µ˜2.38. Relevant ist nicht die explizite Darstellung
der konfinierenden Korrelationsfunktion FC beziehungsweise deren Projektion ˜̥[FC ], so
daß wir – auch fu¨r Ku¨rze der Notation – arbeiten mit der allgemeinen Funktion F ≡F (|x|),
die aber in praxi zu identifizieren auf Basis der Relation
xjF ≡ ∂j ˜̥[FC ] (2.229)
vgl. die Gln. (2.226)-(2.228). Da ˜̥[FC ] abha¨ngt nur von |x|≡√x2, x2≡xixi≡−gijxixj ,
gilt fu¨r den kontravarianten Ableitungsoperator ∂j , der wirkt auf ˜̥[FC ]:
∂j = − ∂j ≡ − ∂
∂xj
= − ∂x
2
∂xj
d
√
x2
dx2
d
d|x| = − x
j 1
|x|
d
d|x| (2.230)
Folglich ist zu identifizieren:
F (|x|) ≡ ˜̥(1)[FC ](|x|) ≡ − 1|x|
d
d|x| ˜̥[F
C ](|x|) (2.231)
indem definiert seien durch
˜̥(n)[FC ](|x|) ≡
(
− 1|x|
d
d|x|
)
n
˜̥[FC ](|x|) (2.232)
geeignete n-fache Ableitungen ˜̥(n)[FC ] der Projektion ˜̥[FC ].2.39
Die Auswertung des Funktionals IT [F ] nach Gl. (2.228) in Anhang E.2.2 geschieht wie
folgt: Der Integralausdruck wird aufgefaßt als direktes Produkt von Linienintegralen entlang
der Mannigfaltigkeiten S⊥p
∣∣
I
, S⊥m
∣∣
J
und dargestellt als Fla¨chenintegral u¨ber das nichttriviale
direkte Produkt S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
der Mannigfaltigkeiten; dabei wird zerlegt in Summen geradli-
niger Abschnitte: I, J ∈{Q,AQ} die respektiven Quark- und Antiquark-Abschnitte bei Pla-
narita¨t der Pyramiden Pp, Pm im diskutierten Sinne. Die Fla¨chenintegrale u¨ber S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
werden u¨berfu¨hrt in Linienintegrale entlang ∂
(S⊥p ∣∣I⊗S⊥m ∣∣J)mithilfe des dualen Stokes’schen
Satzes – da der Integrand Divergenz ∂j ist einer Funktion. Resultat ist das Linienintegrale
entlang des a¨ußeren Randes ∂
(S⊥p ⊗S⊥m), in parametrisierter Form – vgl. Gl. (E.77):
IT [F ] (2.233)
=
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J r
I
p · rJm
∫ 1
0
ds
{
F
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + F (∣∣rIp − s rJm∣∣) }
ergo – vgl. Gl. (E.79):
χ˜C = − detSL gpm · i 1
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.234)
× rIp · rJm
∫ 1
0
ds
{
˜̥(1)[FC ]
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + ˜̥(1)[FC ](∣∣rIp − s rJm∣∣) }
mit F ≡ ˜̥(1)[FC ] nach Gl. (2.231). Es ist rIp ·rJm ≡ +δijrIip rJjm mit i, j∈{1, 2} das Skalar-
produkt der transversalen Vektoren. Der Faktor signI,J=(−1)I+J ist definiert in Gl. (2.204)
durch Zuweisen der Zahlenwerte Q≡0, AQ≡1 und – vgl. die nicht-konfinierende Struktur
2.38cum grano salis der negative transversale Laplace-Operator −∂i∂i≡−∇2, da ˜̥[FC ] – vgl. Gl. (2.226) –
abha¨ngt nur von den Komponenten des transversalen Vektors x≡(x1, x2)t
2.39formal: Ableitungen nach − 1
2
|x|2
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nach Gl. (2.203) – tra¨gt Rechnung dem relativen Signum von Beitra¨gen mit I /≡J : wenn
genau eine paralleltransportierte Feldsta¨rke Element ist des Antiquark-Abschnitts.2.40
Diese Reduktion der transversalen Integrationen auf eine einzige beruht wesentlich auf
der Nichttrivialita¨t des direkten Produkts S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
der Faktor-Mannigfaltigkeiten S⊥p
∣∣
I
und S⊥m
∣∣
J
. Sie kann – in dieser Form – nicht durchgefu¨hrt werden fu¨r die Funktionen χ˜Cpp
und χ˜Cmm, da diese determiniert sind durch die Integration zweier paralleltransportierter
Feldsta¨rken u¨ber dieselbe Mannigfaltigkeit: S⊥p beziehungsweis S⊥m . Es ist daher fu¨r die-
se Funktionen auszugehen von der urspru¨nglichen Darstellung des Funktionals IT [F ] nach
Gl. (2.228), fu¨r die in Anhang E.2.2 angegeben wird eine geeignete Parametrisierung. Der
Differentialoperator ∂j – nicht explizit beno¨tigt in Hinblick auf den Stokes’schen Satz – wird
u¨berfu¨hrt in eine Ableitung nach dem eigentlich relevanten Raumzeit-Argument |x| und
entsprechend umgeformt der Integrand:
∂j
[
xjF
]
= gjj F + x
j ∂j F mit
2.41 gjj ≡ d−2
∣∣
d≡4 = 2 (2.235)
= 2 F − |x|2
(
− 1|x|
d
d|x|
)
F (2.235′)
= 2 ˜̥(1)[FC ] − |x|2 ˜̥(2)[FC ] (2.235′′)
vgl. die Gln. (2.230), (2.232). Es folgt – vgl. Gl. (E.80):
χ˜Cpp = − det SL gpp · i
1
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.236)
× rIp · rJp
∫ 1
0
ds
∫ 1
0
ds′
{
2 ˜̥(1)[FC ](|x|) − |x|2 ˜̥(2)[FC ](|x|)
} ∣∣∣∣
(I,J)
mit x
∣∣
(I,J)
≡ x(s, s′)∣∣
(I,J)
≡ s rIp − s′ rJp
und daraus χ˜Cmm durch gpp→gmm und rp→rm.
Bezu¨glich der streu-relevanten Projektionen ˜̥(1)[FC ], ˜̥(1)[FC ] verweisen wir auf An-
hang F. Dort leiten wir her – vgl. die Gln. (F.128′′), (F.128′′′) mit ν≡4:
˜̥(1)[FC ](|x|) = − iπ · λ2 K2(ζ) (2.237)
˜̥(2)[FC ](|x|) = − i π
2
· K1(ζ) (2.237′)
λ ≡ λ4 = 8
/
3π, ζ ≡√|x|2/λ2 + i ǫ ∼= |x|/λ
durch ein- beziehungsweise zweifache Differentiation − 1|x| dd|x| aus der Projektion ˜̥[FC ](|x|)
≡ ˜̥[FNC ](|x|) = −i 4π ·λ4K3(ζ), vgl. Gl. (2.206). Diese Darstellung wiederum ist Konse-
quenz unseres Ansatzes FC(x˜2) ≡ FNC(x˜2) = 12λ2K2(ζ), ζ ≡
√−x˜2/λ2+i ǫ ∼= √−x˜2/λ fu¨r
die konfinierende F -Korrelationsfunktion. Vgl. Gl. (2.210)ff., ferner Kap. 1.3, Gl. (1.82)ff.
und Anh. F, die Gln. (F.1), (F.9).
2.5 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Diskussion
Die konfinierenden und nicht-konfinierenden Funktionen konstituieren vollsta¨ndig die na-
hezu lichtartige T -Amplitude, die wir zusammenfassend darstellen durch die hergeleiteten
expliziten Ausdru¨cke und diskutieren vor diesem Hintergrund.
Die T -Amplitude T
(s,t)
hh fu¨r Streuung der hadronischen Zusta¨nde h
1(P1), h
2(P2) in h
1′(P1′ ),
h2
′
(P2′) ist gegeben in Gl. (2.138) in Termen der T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ fu¨r die zugrundeliegende
2.40Dies ist Konsequenz der induzierten Orientierung: Apex→Q, Apex→AQ [statt AQ→Apex→Q], so daß
die Antiquarks eingehen mit entgegengesetztem Vorzeichen, die sich im (AQ,AQ)-Beitrag kompensieren.
2.41Anhang F nimmt Bezug auf den verallgemeinerten Minkowski-Raums Md,σ mit Dimension d und Sig-
natur σ, fu¨r den hier steht d subtrahiert die zwei ausintegrierten –
”
longitudinalen“ – Dimensionen.
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Loop-Loop-Streuung. Diese ist gegeben in Termen der Funktionen χı, ı, ∈{p,m}:
T˜ℓℓ = − 2i s
nRp nRm
(2!)2 dRp dRm
(2.238)
×
[
χpp χmm +
2
dSU(Nc)
χpm
2
]
exp − 1
2!
(nRp
dRp
χpp +
nRm
dRm
χmm
)
=
Rı≡F
− 2i s 1
(4Nc)2
[
χpp χmm +
2
N2c −1
χpm
2
]
exp − 1
4Nc
(
χpp + χmm
)
(2.238′)
vgl. die Gln. (2.143), (2.143′), – dort eingesetzt in diesem Sinne:2.42
〈Wı〉A = exp
1
2!
c2(Rı)
dSU(Nc)
χıı = exp
1
2!
nRı
dRı
χıı (2.239)
=
Rı≡F
exp
1
4Nc
χıı (2.239
′)
fu¨r die Vakuumerwartungswerte der einzelnen Wegner-Wilson-Loops 〈Wı〉A, ı = p,m.
Durch die Funktion χı ist definiert die reellwertige Funktion χ˜ı:
2.43
χı = −i 〈g2FF 〉Aa4 · χ˜ı (2.240)ı,  ∈ {p,m}
vgl. Gl. (2.145), – und diese im Sinne der Tensorstrukturen tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ und t
NC
µ˜ν˜ρ˜σ˜ des Korrela-
tionstensors als Summe eines konfinierenden und eines nicht-konfinierenden Anteils:
χ˜ı = κ χ˜
C
ı + (1−κ) χ˜NCı (2.241)ı,  ∈ {p,m}
vgl. Gl. (2.148). Die Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı sind unabha¨ngig fu¨r die Indexpaare pp, mm
und pm. Sie sind definiert und ausgewertet in den vorangehenden Abschnitten 2.4.3 und 2.4.4
und seien zusammenfassend angegeben in systematischer Form – vgl. Gl. (2.149):
χ˜ı = − detSL gı · X˜ı (2.242)ı,  ∈ {p,m}
unter Separation des rein longitudinal determinierten Faktors − detSL gı von Komponenten
des metrischen Tensors. Die Funktionen X˜ı sind vollsta¨ndig bestimmt durch die Geometrie
der Streuung in der x1x2-Transversalebene, in die aber – wir rekapitulieren Fußn. 2.28 –pro-
jiziert ist die longitudinale Dynamik der Streuung in Form der Abha¨ngigkeit des relevanten
Impaktvektors b von den Quark-Anteilen z1, z2 am Lichtkegelimpuls der Loops Wp, Wm.
Bezu¨glich der nicht-konfinierenden NC-Lorentz-Tensorstruktur folgt fu¨r die pm-Funk-
tion – vgl. Gl. (2.203):
X˜NCpm = i
1
6
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J ˜̥[F
NC ]
(∣∣rIp−rJm∣∣) (2.243)
= 8 · λ4 π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J K3
(∣∣rIp−rJm∣∣/λ) (2.243′)
und fu¨r die pp-Funktion – vgl. Gl. (2.205):
X˜NCpp = i
1
3
{
˜̥[FNC ](|0|) − ˜̥[FNC ](|X|)
}
(2.244)
= 16 · λ4 π
12
{
1 − K3(|X|
/
λ)
}
(2.244′)
die zweiten Identita¨ten mit ˜̥[FNC ](|x|)=−i 4π ·λ4K3(|x|
/
λ) nach Gl. (2.206), mit Kν(ζ)→1
2.42Die erste Identita¨t in Gl. (2.239) folgt auf Basis der expliziten Darstellung vonWı nach Gl. (2.141) unmit-
telbar aus Annahme (1): der Existenz einer konvergenten Entwicklung in Kumulanten Kn, und aus Annah-
me (2) eines Gauß’schen zugrundeliegenden stochastischen Prozesses: Kn≡0, ∀n 6=2; vgl. Gl. (1.59) bzw. die
Ausfu¨hrungen auf Seite 36. Fu¨r den Vorfaktor gilt: K2 ist multipliziert mit 1/2!; es ist K2 ≡ 〈g2F (1)F (2)〉A
= c2(R)/dSU(Nc) 〈g
2F (1)aF (2)a〉A ·1lR und 〈g2F (1)aF (2)a〉A = 〈g2FF〉A ·Dµ1ν1µ2ν2 mit F (i)≡Fµiνi , vgl. die
Gln. (1.63′), (1.66), ferner trR expα1lR = expα fu¨r C-Zahlen α. Die zweite Identita¨t in Gl. (2.238) folgt
mit c2(R)dR =nRdSU(Nc), vgl. Gl. (A.69). Gl. (2.238
′) folgt mit dSU(Nc)=N
2
c −1, explizit eingesetzt dF≡Nc,
nF≡1/2 – vgl. die Gln. (A.58), (A.65) – im Fall Rı≡F von Quark-Loops. Vgl. Fußn. 2.24
2.43Die χ˜ı-impliziten Vektoren sind reskaliert ”
in Einheiten von a“ – vgl. Gl. (2.147′) – folglich χ˜ı selbst.
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fu¨r ζ→0, vgl. Gl. (2.180′). Die mm-Funktion X˜NCmm folgt aus X˜NCpp durch U¨bergang X→Y.
Bezu¨glich der konfinierenden C-Lorentz-Tensorstruktur folgt fu¨r die pm-Funktion – vgl.
Gl. (2.234):
X˜Cpm = i
1
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.245)
× rIp · rJm
∫ 1
0
ds
{
˜̥(1)[FC ]
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + ˜̥(1)[FC ](∣∣rIp − s rJm∣∣) }
= λ4
π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.245
′)
× rIp · rJp
/
λ2
∫ 1
0
ds
{
K2
(∣∣s rIp − rJm∣∣/λ)+ K2(∣∣rIp − s rJm∣∣/λ) }
und fu¨r die pp-Funktion – vgl. Gl. (2.205):
X˜Cpp = i
1
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.246)
× rIp · rJp
∫ 1
0
ds
∫ 1
0
ds′
{
2 ˜̥(1)[FC ](|x|) − |x|2 ˜̥(2)[FC ](|x|)
} ∣∣∣
(I,J)
= 2 · λ4 π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (2.246
′)
× rIp · rJp
/
λ2
∫ 1
0
ds
∫ 1
0
ds′
{
K2(|x|
/
λ) − 1
4
(|x|/λ)2 K1(|x|/λ) } ∣∣∣
(I,J)
mit x
∣∣
(I,J)
≡ x(s, s′)∣∣
(I,J)
≡ s rIp − s′ rJp
die zweiten Identita¨ten mit ˜̥(1)[FC ](|x|)=−iπ ·λ2K2(|x|
/
λ) nach Gl. (2.237) beziehungswei-
se ˜̥(2)[FC ](|x|)=−i π2 ·K1(|x|
/
λ) nach Gl. (2.237′). Die mm-Funktion X˜Cmm folgt aus X˜
NC
pp
durch U¨bergang rp→rm, ergo z1→z2, X→Y, b→−b.
Wir rekapitulieren die Positionen der p-(Anti)Quarks:2.44
rQp ≡ z¯1X + b
/
2 (2.247)
rAQp ≡ − z1X + b
/
2 (2.247′)
vgl. die Gln. (2.169), (2.169′), – und invertiert:
X = rQp − rAQp (2.248)
b
/
2 = z1 r
Q
p + z¯1 r
AQ
p (2.248
′)
fu¨r Ausdehnung beziehungsweise Impakt. Die p-Gro¨ßen folgen durch U¨bergang
z1 −→ z2 , X −→ Y , b −→ −b (2.249)
vgl. Gl. (2.170′). Vor dem Hintergrund dieser Notation diskutieren wir wie folgt die Funk-
tionen X˜Cı , X˜
NC
ı fu¨r Indexpaare ı≡pp, mm und pm.
Wir stellen fest U¨bereinstimmung der pm-Funktionen mit den entsprechenden Ausdru¨cken,
die wir herleiten in Ref. [124]: vgl. die Gln. (2.243′), (2.245′) hier mit Gl. (4.33) dort2.45, – da
per constructionem der p-,m-Koordinatenlinien der separierte Faktor − detSL gpm u¨bergeht
in − detL g+−≡1 im Limes s→∞; vgl. die Diskussion der Gln. (2.150), (2.150′).
Wir stellen fest in den gestrichenen Darstellungen – die Gln. (2.243′), (2.244′), (2.245′)
und (2.246′) – den globalen Faktor λ4, wenn – wie geschehen – die Vektoren rQp , r
AQ
p und
rQm, r
AQ
m konsistent skaliert sind mit λ. Diese Vektoren selbst sind bereits implizit skaliert mit
2.44relativ zum gemeinsamen Apex ω≡ωie˜(i) der verallgemeinerten Pyramiden Pp , Pm
2.45Wir weisen hin auf auf den Faktor 12, um den die χ˜-Funktionen dort gro¨ßer definiert sind als hier.
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der Korrelationsla¨nge a, vgl. Gl. (2.147′), – u¨ber deren Bedeutung als Korrelations-La¨nge ge-
nau λ fixiert wird, vgl. die zweite Relation in Gl. (1.79) bzw. (F.79) und explizit Anh. F.4.3.
Diese Skalierung a−1 der Vektoren – ergo die Skalierung a−4 der χ- und χ˜-Funktionen –
impliziert Skalierung mit a4 des faktorisierten Gluonkondensats 〈g2FF 〉A; zusammen mit
dem Faktor λ4 also (aλ)4. Es ist folglich das Produkt (aλ) die eigentliche Korrelationsla¨nge
des stochastischen Prozeßes, der zugrunde liedt dem Eichfeld-Vakuumerwartungswert der
Quantenchromodynamik; – a ist numerisch modifiziert durch den Faktor λ=8
/
3π∼=0.849.
Die ungestrichenen Darstellungen – die Gln. (2.243), (2.244), (2.245) und (2.246) – sind
allgemein gu¨ltig fu¨r nicht weiter spezifizierte Korrelationsfunktionen FC , FNC , die gestri-
chenen Darstellungen ist gu¨ltig auf Basis unseres speziellen Ansatzes fu¨r diese. Analytische
Lo¨sbarkeit der Kµ-Integrale ist daher denkbar und sei diskutiert bezu¨glich der Funktion X˜Cpp
nach Gl. (2.246′). Es gilt – mit I, J ∈{Q,AQ}:
∣∣x(s, s′)∣∣
(I,J)
≡ ∣∣s rIp − s′ rJp ∣∣ =
{ |s− s′| · |rIp| I ≡ J∣∣(s−s′)b/2 + (z1 s+z¯1 s′)X∣∣ I /≡ J (2.250)
Wir betrachten daher:2.46
In,µ(a, a
′) ≡
∫ 1
0
ds
∫ 1
0
ds′
(|x|/λ)n Kµ(|x|/λ) (2.251)
=
∫ 1
−1
dζ′
∫ |ζ′|
0
dζ
(|x|/λ)n Kµ(|x|/λ) ≡ ∫ 1
−1
dζ′ I ′n,µ(a, a
′; ζ′) (2.251′)
mit |x| ≡ ∣∣(s−s′)a + (z1 s+z¯1 s′)a′∣∣ bzw. |x| ≡ |ζ a+ ζ′a′|
die zweite Darstellung unter Substitution (s, s′)→(ζ, ζ′) mit ζ≡s−s′, ζ′ ≡ z1s+ z¯1s′ und
Jacobi-Determinante +1. Die Funktion X˜Cpm nach Gl. (2.245
′) ist bestimmt durch ein Inte-
gral vom Typ des inneren ζ-Integrals I ′n,µ(a, a
′; ζ′) mit ζ′≡1. Es gilt
|x|/λ ≡ a/λ·√(ζ+α)2−α′2 (2.252)
mit α ≡ a·(ζ′a′)/a2 , α′ ≡ α2 − (ζ′a′)2/a2 und a ≡ |a| , a′ ≡ |a′|
und fu¨r das ζ-Integral unter Substitution ζ→z≡|x|/λ:
I ′n,µ(a, a
′; ζ′) =
∫ |ζ′|
0
dζ
(|x|/λ)n Kµ(|x|/λ) |x| ≡ |ζ a+ ζ′a′| (2.253)
=
(
a
/
λ
)−3/2 ∫ z⋆
z⋆
dz
zn+1Kµ(z)√
z2+α′′2
α′′ ≡ a/λ·α′ (2.253′)
mit z⋆ ≡ a
/
λ·
√
α2−α′2 z⋆ ≡ a/λ·√(|ζ′|+α)2−α′2
Daraus folgt fu¨r a′≡0⇒ α, α′, α′′≡0:
I ′n,µ(a,0; ζ
′) =
(
a
/
λ
)−3/2 ∫ a/λ·|ζ′|
0
dz znKµ(z) (2.254)
In Ref. [96], Gradstein, Ryshik 5.52.1 ist angegeben ein Integral2.47, aus dem unmittelbar
folgt das a′≡0-Integral nach Gl. (2.254) fu¨r Indizes n≡1, ∀µ∈C; ungeradzahlige Indizes n
folgen durch partielle Integration. Fu¨r geradzahlige Indizes n kann analytisch kein Ausdruck
angegeben werden, – ergo nicht fu¨r die (Q,Q)- und (AQ,AQ)-Terme der Funktion X˜Cpp [X˜
C
mm]
nach Gl. (2.246′). Desgleichen kann analytisch kein Ausdruck angegeben werden fu¨r das
allgemeinere a′ /≡0-Integral nach Gl. (2.253′), – ergo nicht fu¨r die Integrale der (Q,AQ)- und
2.46Die Parameter n∈ IN0, Reµ>0 und a, a′ seien in praxi gesetzt entsprechend den Gln. (2.246′), (2.250).
2.47eigentliche crux ist, daß wir die Integrale beno¨tigen als unbestimmte Integrale
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(AQ,Q)-Terme der Funktion X˜Cpp [X˜
C
mm] und die der Funktion X˜
C
pm nach Gl. (2.245
′).
Die Darstellung durch das Integral I ′n,µ(a, a
′) nach Gl. (2.251′) mit dem inneren ζ-Inte-
gral I ′n,µ(a, a
′; ζ′) nach Gl. (2.253′) beziehungsweise (2.254) kann aber zweckma¨ßig zugrunde
gelegt werden einer numerischen Analyse.
Qualitativ ko¨nnen die Ausdru¨cke der pm-, pp- und mm-Funktionen – einschließlich der
sie wesentlich konstituierenden Integalausdru¨cke – leicht in bekannten Zusammenhang ge-
bracht werden. Streuung im Limes s→∞ ist bestimmt wegen − detSL gpp→− detL g++≡0
und − detSL gmm→− detL g−−≡0 vollsta¨ndig bestimmt durch die Funktionen X˜NCpm , X˜Cpm
nach den Gln. (2.243′), (2.245′). Diese sind bekannt aus fru¨heren Arbeiten; Referenzen und
eine ausfu¨hrliche Diskussion folgen in Kapitel 3, vgl. insbes. die Abschnitte 3.2.1 und 3.2.2.
An dieser Stelle seien qualitativ diskutiert die (Integral)Ausdru¨cke, die konstituieren
die pp-Funktionen X˜NCpp , X˜
C
pp nach den Gln. (2.243
′), (2.245′) – und analog die mm-Funk-
tionen X˜NCmm , X˜
C
mm. Die durch sie vermittelten Beitra¨ge verschwinden erst im Limes s→∞
aufgrund des verschwindenden Komponente gpp des metrischen Tensors als Vorfaktor. Sie
sind Konsequenz dessen, daß fu¨r endliches s der Vakuumerwartungswert eines einzelnen
Wegner-Wilson-Loops nicht identisch Eins ist, daß heißt der nicht-verschwindenden inter-
nen Wechselwirkung der (Anti)Quarks des Loops. Die Funktionen X˜NCpp , X˜
C
pp sollten in Zu-
sammenhang stehen mit der entsprechenden Gro¨ße eines statischen, das heißt eines Quark-
Antiquark-Paares im entgegengesetzten Limes verschwindender kinetischer Schwerpunkt-
energie: mit der (statischen) Stringspannung σ, die dessen Confinement subsumiert. Sie
sollten repra¨sentieren die Stringspannung eines schnell bewegten Quark-Antiquark-Paares.
Sei verwiesen auf die Diskussion in Zusammenhang der Gln. (1.60) und (1.61) auf Seite 35f.
Die pp-Funktionen repra¨sentieren die Integration zweier paralleltransportierter Feldsta¨r-
ken bezu¨glich desselben Wegner-Wilson-Loops Wp, die korreliert sind als Konsequenz der
Cluster-Eigenschaft der Kumulante Zweiter Ordnung, durch die wesentlich bestimmt ist der
Korrelations-Lorentztensor und daher die Funktionen X˜NCpp , X˜
C
pp. Korrelationsla¨nge ist (aλ),
Sta¨rke bei maximaler Korrelation ist Eins per definitionem. Die integrierte Funktion kann
daher approximiert werden als Eins, falls ihre Argumente nicht weiter auseinander liegen
als (aλ), und Null sonst.
Fu¨r die konfinierende Funktion X˜Cpp nach Gl. (2.246
′) folgt bei festgehaltener ersten
Feldsta¨rke fu¨r das Integral der zweiten genau (aλ)·1, dann fu¨r das Integral der ersten Feld-
sta¨rke genau
∣∣S⊥p ∣∣, der Betrag des Integrationsgebietes:
X˜Cpp ∝
∣∣S⊥p ∣∣ ∼|X|/λ≫1 ∣∣S⊥p min.∣∣ ≡ |X|/λ (2.255)
Dazu in Kontrast gilt fu¨r die nicht-konfinierende Funktion X˜NCpp nach Gl. (2.244
′):
X˜NCpp ∝
{
1 − e−|X|
/
λ P3(|X|
/
λ)
}
∼
|X|/λ≫1
{
1 − e−|X|
/
λ
}
(2.256)
da sich Kµ(x) fu¨r Reµ>0, x∈IR+ verha¨lt wie ∼e−x ·Pµ(x), mit Pµ einer Potenzreihe, die
normiert ist auf Eins fu¨r verschwindendes Argument.
Die konventionelle Stringspannung des Systems des p-Quarks und -Antiquarks – durch-
gefu¨hrt der Limes Tp→∞ – ist genau der Koeffizient in dessen Potential vor deren minimaler
transversaler Separation |X|. Die Gln. (2.255), (2.256) dokumentieren einen Beitrag durch
die konfinierende C-, nicht aber durch die nicht-konfinierende NC-Tensorstruktur. Dieses
Resultat ist notwendig fu¨r Konsistenz damit, daß die statische Stringspannung abha¨ngt von
der C-, nicht aber von der NC-Korrelationsfunktion, vgl. Gl. (1.73) auf Seite 39. Und es
legitimiert die Bezeichnung
”
konfinierend“ und
”
nicht-konfinierend“ auch fu¨r die pp- und
mm-Funktionen der entsprechenden Struktur tCµ˜ν˜ρ˜σ˜, t
NC
µ˜ν˜ρ˜σ˜ des Korrelationstensors.
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Wir konstatieren, daß die Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı mit unabha¨ngigen Indexpaaren pp, mm
und pm bestimmt sind durch die Geometrie in der x1x2-Transversalebene, in die aber proji-
ziert ist die longitudinale Dynamik der Streuung in Form der Abha¨ngigkeit des relevanten
Impaktvektors b – vgl. Gl. (2.248′) und (2.249) – von z1, z2, den Anteilen der respektiven
Quarks am gesamten Lichtkegelimpuls der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm. Diese Antei-
le z1, z2 sind Lorentz-invariant, wie wir zeigen in Anhang D.6.2. Sie ha¨ngen folglich nicht ab
von den aktiven Lorentz-Boosts der Quark-Antiquark-Systeme
”
p“ und
”
m“ gegen einander,
insbesondere nicht von s, dem durch diese Boosts kontrollierten Quadrat ihrer invarianten
Schwerpunktenergie. Folglich ha¨ngt auch nicht ab von s: die Geometrie in der x1x2-Trans-
versalebene – und die Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı .
Die s-Abha¨ngigkeit Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı fu¨r festes Indexpaar ı ist vollsta¨ndig subsu-
miert in dem separierten Faktor − detSL gı, der bestimmt ist durch die korrespondierende
Komponente gı des metrischen Tensors bezu¨glich der Koordinatenlinien p, m. Diese Fakto-
ren sind vorab der Auswertung der χ-Funktionen angegeben in den Gln. (2.150), (2.150′);
wir rekapitulieren diese in Form
− det SL gpp = − detL gpp = gpp
/
g+− (2.257)
= sinh−1ψ
− det SL gpm = − detL gpm = gpm
/
g+− (2.257′)
= tanh−1ψ = 1 + e−ψ sinh−1ψ
und diskutieren sie wie folgt.
Die Koordinatenlinien p, m sind definiert als die Richtungen der physikalischen nahezu
lichtartigen Weltlinien der (Anti)Quarks, die exakt auf dem Lichtkegel verlaufen im Li-
mes s→∞. Dies suggeriert zu fordern, daß die Koordinaten µ˜∈{p,m, 1, 2} u¨bergehen in
Lichtkegelkoordinaten µ¯∈{+,−, 1, 2} und entsprechend die longitudinalen Komponenten
des metrischen Tensors: gpm→g+−, gpp→g++≡0 bezu¨glich der unabha¨ngigen Komponen-
ten. Dies ist simultan gegeben bei Forderung von La¨ngentreue der vermittelnden Abbildung,
das heißt, daß ihre Determinante identisch Eins ist oder a¨quivalent die Determinante des
metrischen Tensors invariant:
det g˜ ≡ det(gµ˜ν˜) != det g¯ ≡ det(gµ¯ν¯) (2.258)
⇐⇒ 1 != det S ≡ det(Sµ˜ν¯) = √− det g¯√− det g˜ fu¨r alle ψ ∈ (0,∞) (2.258′)
Durch diese Forderung wird fixiert in Anhang D.4 – vgl. Gl. (D.93)ff. auf Seite 256 – die
Normierungskonstante ̺∈IR+ der Koordinaten µ˜∈{p,m, 1, 2}.
Die ersten Identita¨ten der Gln. (2.257), (2.257′) sind unmittelbar die Forderung detS≡1
nach Gl. (2.258′). Die zweiten Identita¨ten folgen aus − detL≡(g+−)−1, dem Zusammen-
hang der Determinanten der Transformation von konventionellen Koordinaten µ∈{0, 1, 2, 3}
auf Lichtkegelkoordinaten und der einen unabha¨ngigen Komponente g+− deren metrischen
Tensors – unabha¨ngig von deren Normierung α. Die Faktoren − detSL gı sind in der Tat
unabha¨ngig von der Konvention bezu¨glich der Lichtkegelkoordinaten, da per constructio-
nem gpm→g+− und gpp→g++≡0 und daher im Grenzwert der α-abha¨ngige Nenner g+−
geku¨rzt wird beziehungsweise multipliziert wird mit Null. Fu¨r endliche Werte von s, das
heißt ψ ist diese Unabha¨ngigkeit dokumentiert in den expliziten Ausdru¨cken – vgl. die zwei-
ten Zeilen der Gln. (2.257), (2.257′) – die folgen auf Basis der gestellten Forderung.
Die Faktoren − detSL gı sind gegeben als einfache Funktionen des hyperbolischen Win-
kels ψ. Dieser ist bestimmt als die Summe
ψ = ψp + ψm (2.259)
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mit
βp = tanhψp und βm = tanhψm (2.260)
den Beta-Parametern, das heißt den Geschwindigkeiten der aktiven Lorentz-Boost der Weg-
ner-Wilson-Loops Wp, Wm gegen einander. Durch diese wird unmittelbar kontrolliert das
Quadrat s der invarianten Schwerpunktenergie des Loop-Loop-Systems. Sei βm [ψm] gewa¨hlt
als Funktion von βp [ψp], so daß der Schwerpunkt des Systems (longitudinal) ruht. Dann
ist der Limes s→∞ realisiert durch βp→1, ergo ψp→∞, das heißt ψ→∞. Wir betrach-
ten Werte dieser Parameter nahe dieser Grenzwerte, aber von diesen verschieden: βp<1,
ergo ψp<∞. Endlich Werte von s sind realisiert durch endliche Werte von ψ.
Seien Pp, Pm die Vierer-Impulsvektoren der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm. Dann
sind mit diesen assoziiert die Lorentz-invarianten (Ruhe)Massen Mp≡√P 2p , Mm≡
√
P 2m
mit o.E.d.A. Mp,Mm≷0. Diese sind aufzufassen als Parameter der Funktion ψ von s:
ψ≡ψMp,Mm(s). Wir verweisen auf Anhang D.3, in dem – fu¨r allgemeine Mp, Mm – herge-
leitet werden explizite Relationen zwischen ψ, den Beta-Parametern βp, βm und dem Qua-
drat s der invarianten Schwerpunktenergie. Auf Basis dieser Relationen folgen unmittelbar
aus den Gln. (2.257), (2.257′) die Faktoren − detSL gı, durch die vollsta¨ndig bestimmt ist
die s-Abha¨ngigkeit der χ˜-Funktionen und ergo der Loop-Loop-Streuung.
Zur Illustration ist dargestellt in Abbildung 2.6 die s-Abha¨ngigkeit der relevanten Fak-
toren − detSL gpp≡gpp
/
g+−=sinh−1ψ und − detSL gpm≡gpm
/
g+−=1+e−ψ sinh−1ψ – der
diagonalen und außerdiagonalen Komponente des metrischen Tensors bezu¨glich der Rich-
tungen p, m der Weltlinien der Wegner-Wilson-Loops, die normiert sind in der Weise,
daß gpp, gpm fu¨r s→∞ u¨bergehen respektive in die Komponenten g++, g+− bezu¨glich Licht-
kegelkoordinaten unabha¨ngig von deren Normierung. Wir geben an die Fa¨lle, in denen die
Masse Mp identifiziert ist mit der Ruhemasse des Protons und Mm mit der des ρ(770), des
Protons oder des J/ψ(3097), die entsprechen der s-Abha¨ngigkeit von Proton-ρ(770)-, von
Proton-Proton- und Proton-J/ψ(3097)-Streuung; dabei sind nicht erfaßt Effekte, die ru¨hren
von der s-Abha¨ngigkeit der hadronischen (Quark-Antiquark-)Wellenfunktionen.2.48
Wir finden, daß die Abweichung des normierte Diagonalelements gpp
/
g+− von seinem
asymptotischen Wert Null gro¨ßer ist als die Abweichung des normierten Außerdiagonalele-
ments gpm
/
g+− von dessen asymptotischen Wert Eins. Dies ist unmittelbare Konsequenz
dessen, daß die eine Abweichung gegeben ist durch die Funktion sinh−1ψ, die andere durch
e−ψ sinh−1ψ, das heißt zusa¨tzlich unterdru¨ckt ist durch den Faktor e−ψ. Absolut betra¨gt
die Abweichung von gpp
/
g+− fu¨r J/ψ(3097) etwa ein Prozent im Bereich von
√
s zwischen 20
und 30 GeV. Dies erscheint zuna¨chst numerisch eher klein und vernachla¨ssigbar zu sein.
Wir betrachten, wie die longitudinalen Metrikkomponenten gpp
/
g+−≡gmm
/
g+−=sinh−1ψ
und gpm
/
g+−=1+e−ψ sinh−1ψ explizit bestimmen die T -Amplitude T˜ (s,b)ℓℓ fu¨r die Streuung
der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm:
T˜ℓℓ = 2i s
1
(4Nc)2
(
〈g2FF 〉Aa
4
)2
(2.261)
×
[ ( gpp
g+−
)2
X˜pp X˜mm +
2
N2c −1
( gpm
g+−
)2
X˜pm
2
]
× exp − 1
4Nc
· 〈g2FF 〉Aa4 ·
gpp
g+−
(
X˜pp + X˜mm
)
eingesetzt in Gl. (2.238′) die Gln. (2.240), (2.242). Es ist X˜ı=κX˜Cı+(1−κ)X˜NCı im Sinne
von Gl. (2.241); bzgl. X˜Cı , X˜
NC
ı explizit vgl. die Gln. (2.243
′), (2.244′), (2.245′), (2.246′).
2.48So ist die Darstellung eines Hadrons als Superposition von Quark-Antiquark-Paaren – durch den niedrig-
sten Fock-Zustand allein – streng nicht zula¨ssig fu¨r endliche Werte von s, approximativ zula¨ssig nur oberhalb
eines Schwellenwerts, wo Abstrahlungs- und Rekombinationsprozesse numerisch vernachla¨ssigbar sind.
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Abbildung 2.6: Komponenten gpp, gpm des metrischen Tensors als Funktionen der invarian-
ten Schwerpunktenergie
√
s. (a) diagonal: die Gro¨ße gpp
/
g+−≡sinh−1ψ, die abweicht von
Null fu¨r endliche
√
s; (b) außerdiagonal: die Gro¨ße gpm
/
g+−≡1 + e−ψ sinh−1ψ, deren Ab-
weichung von Eins zusa¨tzlich unterdru¨ckt ist durch den Faktor e−ψ. Es ha¨ngt ψ=ψp+ψm –
mit βp=tanhψp, βm=tanhψm – ab von
√
s und den Massen des
”
p“- und
”
m“-Teilchens.
Die Kurven beziehen auf die Fa¨lle, die Mp identifizieren mit der Ruhemasse des Protons
und Mm mit der des ρ(770), des Protons oder des J/ψ(3097) – mit zunehmender Diskrepanz
zum asymptotischen Wert. Bzgl. der zugrundeliegenden Zahlenwerte vgl. Ref. [165], Particle
Data Group: Mp=0.938 271 998(38) GeV; bzgl. ρ(770), J/ψ(3097) vgl. Tabl. 3.1.
96 Analytische nahezu lichtartige T -Amplitude
Die Metrik-Komponenten gpp, gpm sind nicht unabha¨ngig. Induziert durch die Forde-
rung der Gln. (2.258), (2.258′) besteht fu¨r die Determinanten der metrischen Tensoren der
Zusammenhang det g˜=(gpp)
2−(gpm)2 !=det g¯=−(g+−)2, ergo:(
gpm
/
g+−
)2
= 1 +
(
gpp
/
g+−
)2
(2.262)
Die Loop-Loop-Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ folgt in Form:
T˜ℓℓ = 2i s
1
(4Nc)2
(
〈g2FF 〉Aa
4
)2
(2.263)
×
[
2
N2c −1
X˜pm
2 +
( gpp
g+−
)2
·
(
X˜pp X˜mm +
2
N2c −1
X˜pm
2
)]
× exp − 1
4Nc
· 〈g2FF 〉Aa4 ·
gpp
g+−
(
X˜pp + X˜mm
)
vgl. die Gl. (2.261). Im Limes s→∞ verschwindet gpp
/
g+−, ergo der zweite Summand in der
eckigen Klammer und das Argument der Exponentialfunktion: Es folgt die bekannte asym-
ptotische Formel von Dosch, Ferreira, Kra¨mer in Ref. [63]; vgl. auch die Refn. [124, 148].
Fu¨r endliche Werte von s ist gpp
/
g+− nichtverschwindender kleiner Parameter, dessen
absolute Gro¨ße vollsta¨ndig bestimmt ist durch s und Mp, Mm. Er tritt auf quadratisch
in der eckigen Klammer, linear im Argument der Exponentialfunktion, so daß durch diese
bestimmt ist die fu¨hrende Korrektur fu¨r endliches s im Vergleich zum Grenzwert s→∞.
Die Funktionen X˜pp, X˜mm sind reell-positiv, ergo die fu¨hrende Korrektur reell-negativ. Der
Absolutbetrag der T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ fu¨r die Streuung der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm
ist monoton leicht ansteigende Funktion von s. Dies ist konsistent mit der experimentellen
Beobachtung, daß der Beitrag nichtperturbativer Quantenchromodynamik – des Soft Pome-
ron – zu totalen Wirkungsquerschnitten leicht ansteigt mit s: bezogen auf die T -Amplitude
wie s1+ǫ mit der Eins rein kinematischen Ursprungs und zu identifizieren mit dem expliziten
Faktor s unserer Formel und ǫ∼=0.0808 dem effektiven Intercept des Soft Pomeron.
Wir halten fest, daß die eckige Klammer darstellt den Vakuumerwartungswert beider
Wegner-Wilson-Loops 〈 [Wp−1][Wm−1] 〉A und die Exponentialfunktion dessen Normie-
rung 〈Wp〉
−1
A 〈Wm〉
−1
A – vgl. Gl. (2.139
′). Die fu¨hrende Korrektur ∝gpp
/
g+− der Loop-
Loop-Amplitude fu¨r endliche Werte von s ru¨hrt daher von den Vakuumerwartungswerten
der einzelnen Loops, das heißt von Z2 der Renormierungskonstante des Quarkfelds; sie ist
Konsequenz der nichtverschwindenden Selbst-Wechselwirkung des Loops fu¨r endliches s, das
heißt der Wechselwirkung des ihn konstituierenden Quarks und Antiquarks. Erst die na¨chst-
fu¨hrende Korrektur ∝(gpp
/
g+−)2 ist beeinflußt durch die bloße Loop-Loop-Wechselwirkung.
Angesichts der absolute Gro¨ße des Parameters gpp
/
g+− – vgl. Abb. 2.6(a) – ist gerecht-
fertigt, die Exponentialfunktion zu entwickeln. Es folgt:
T˜ℓℓ = 2i s
( 1
4Nc
〈g2FF 〉Aa
4
)
2
(2.264)
×
[
2
N2c −1
X˜pm
2
− (gpp
/
g+−) · 2
N2c −1
( 1
4Nc
〈g2FF 〉Aa
4
)
· X˜pm2
(
X˜pp + X˜mm
)
+ (gpp
/
g+−)2 ·
{(
X˜pp X˜mm +
2
N2c −1
X˜pm
2
)
+
1
N2c −1
( 1
4Nc
〈g2FF 〉Aa
4
)
2 · X˜pm2
(
X˜pp + X˜mm
)2}
+ O((gpp/g+−)3) ]
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vgl. Gl. (2.263). Die korrelierten Loop-Exponentiale im Ausdruck 〈 [Wp−1][Wm−1] 〉A sind
bereits entwickelt bis zur Ordnung O((Fµν)6)=O((χ˜ı)3)=O((gı/g+−)3 (X˜ı)3), so daß
diese Formel die konsequentere ist – da exakt bis zu dieser Ordnung.
Die Darstellungen von T˜
(s,b)
ℓℓ – die Gln. (2.263), (2.264) – dokumentieren Unterdru¨ckung
der pm- gegenu¨ber den pp-,mm-Termen durch den Faktor 2
/
(N2c −1) von 1
/
4 in der physi-
kalischen Quantenchromodynamik mit drei Colour-Freiheisgraden Nc≡3:2.49
X˜pp, X˜mm ←→
√
2√
N2c −1
X˜pm (2.265)
Die Funktionen X˜pp, X˜mm selbst erwartem wir von derselben Gro¨ßenordnung wie X˜pm – eher
gro¨ßer, da sie subsumieren Korrelation zweier paralleltransportierter Feldsta¨rken desselben
Wegner-Wilson-Loops Wp oder Wm. Absolut etwa fu¨r X˜
C
pp: ”
Stringspannung“ σ multipli-
ziert mit der transversalen (Minimal-)Ausdehnung X von Wp, mit σ von der Gro¨ßenord-
nung der konventionellen Stringspannung eines statischen Quark-Antiquark-Paares; vgl. die
Gln. (2.255), (2.256).
Es sind zu identifizieren als die effektiven Entwicklungsparameter
αpm ≡ 1
4Nc
〈g2FF 〉Aa
4 (2.266)
αpp ≡ (gpp
/
g+−) · 1
4Nc
〈g2FF 〉Aa
4 (2.266′)
Der Parameter αpp ist dominiert durch die Metrik-Komponente gpp
/
g+−, die numerisch klein
ist fu¨r große Werte von s, ergo αpp. Im Limes s→∞ gilt gpp
/
g+−→0 und gpm
/
g+−→1, so
daß die Loop-Loop-Amplitude in diesem Grenzwert vollsta¨ndig gegeben ist als Entwicklung
in dem Parameter αpm, den wir versehen mit den Indizes des pm-Terms, da er auftritt nur
multipliziert mit der Colour-unterdru¨ckten Funktion X˜pm, vgl. Gl. (2.265). Dieses Produkt
ist in praxi numerisch klein; vgl. auch die Diskussion in Ref. [122]. Zusammen ist a posteriori
gerechtfertigt die Entwicklung in Kumulanten.
In Tabelle 2.1/Abbildung 2.7 ist quantitativ diskutiert die
√
s-Abha¨ngigkeit der Komponen-
te gpp
/
g+− des metrischen Tensors. Durch diese ist vollsta¨ndig bestimmt die
√
s-Abha¨ngig-
keit der Loop-Loop-Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ , vgl. die Gln. (2.263), (2.264). Bereits Abbildung 2.6(a)
dokumentiert asymptotisch fu¨r s→∞ lineare Abha¨ngigkeit der doppellogarithmischen Auf-
tragung. Wir betrachten daher als funktionalen Ansatz:
ln (gpp(s)
/
g+−) = lnα− (1+α′) · ln s (2.267)
⇐⇒ gpp(s)
/
g+− = α · s−(1+α
′) (2.267′)
und bestimmen die Parameter α, α′.
Diese Parameter ha¨ngen ab – wenn auch nur sehr schwach – davon, wie hoch der Bereich
von
√
s gewa¨hlt ist, in dem die exakte Kurve gpp(s)
/
g+− approximiert wird; so sollte α′ iden-
tisch verschwinden im Limes s→∞, in dem erwartet werden exakt-1/s-Korrekturen. Fu¨r
praktische Anwendung wa¨hlen wir den Bereich
√
s=103−104 GeV, der zum einen genu¨gend
hoch ist, als
”
asymptotisch“ bezeichnet werden zu ko¨nnen, und zum anderen physikalisch
zuga¨nglich zu sein. Fu¨r Einfachheit des Verfahrens konstruieren wir die asymptotische Ge-
rade – im Sinne doppellogarithmischer Auftragung – als Sekante durch die Punkte bezu¨glich
der Intervall-Endpunkte: (s⋆, gpp(s⋆)
/
g+−), (s⋆, gpp(s⋆)
/
g+−) mit s⋆≡103 GeV, s⋆≡104 GeV.
In Tabelle 2.1 sind – fu¨r die drei Fa¨lle Mp≡Mp und Mm≡Mρ(770),Mp oder MJ/ψ(3097) von
Abb. 2.6(a) – angegeben numerisch die Funktionswerte gpp(s⋆)
/
g+−, gpp(s⋆)
/
g+− und die
2.49Die 2 repra¨sentiert die zwei Mo¨glichkeiten, je zwei paralleltransportierte Feldsta¨rken vonWp ,Wm zu kon-
trahieren in Paare bezu¨glich verschiedener Loops. Der Colour-Faktor 1
/
dSU(Nc)≡1
/
(N2c −1) folgt aus differie-
render Kontraktion der Eichgruppen-Tensorstruktur der pm- gegenu¨ber der pp-,mm-Terme. Vgl. Fußn.2.24.
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Tabelle 2.1/Abbildung 2.7: DoppelLogarithmische Auftragung der
√
s-Abha¨ngigkeit der Metrik-Komponente gpp zeigt asymptotisch linearen Zu-
sammenhang: ln(gpp(s)
/
g+−)=lnα−(1+α′)·ln s⇔ gpp(s)
/
g+−=α·s−(1+α′). Angegeben sind Parameter und Auftragung approximierender Gera-
den – konstruiert als Sekanten der Punkte fu¨r
√
s=103 und 104 GeV. Es ist Mp≡Mp und Mm≡Mρ(770),Mp,MJ/ψ(3097) wie in Abb. 2.6(a).
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resultierenden Zahlenwerten fu¨r lnα, α und α′. Zur Illustration sind in Abbildung 2.7
dargestellt in doppellogarithmischer Auftragung die durch sie bestimmten Geraden – gestri-
chelte versus durchgezogene Linien – gegen die exakten Kurven.
Wir fassen zusammen wie folgt Tabelle 2.1 und Abbildung 2.7. Die Steigung der appro-
ximierenden Geraden differiert von der asymptotischen Geraden durch Werte von α′ von der
Gro¨ßenordnung einiger 10−7 bis 10−6. Die Parameter α, α′ sind fixiert weit außerhalb des√
s-Intervalls, u¨ber das wir auftragen die approximierende Gerade und die exakte Kurve fu¨r
gpp(s)
/
g+−. Signifikante Diskrepanz besteht dennoch nur fu¨r kleine Werte von
√
s; oberhalb
von
√
s∼=15, 20 beziehungsweise 50 GeV ist in praxi die Asymptotik
”
perfekt“ realisiert.
Dies unterstreicht, daß der absolute Effekt endlicher Werte von s gegenu¨ber dem Li-
mes s→∞ nur klein ist. Dies genau la¨ßt erwarten die experimentelle Beobachtung, daß der
s-Abha¨ngigkeit der T -Amplitude entspricht ein leichter Anstieg wie s1+ǫ, die abweicht von
der kinematischen Abha¨ngigkeit durch ein numerisch kleines Epsilon von ǫ∼=0.0808. Die
quantitative Verifizierung dieses subtilen Anstiegs mit s gegen den Grenzwert fu¨r s→∞
kann nur erfolgen auf Basis expliziter Auswertung der T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ entsprechend den
Gln. (2.263), (2.264) fu¨r die Streuung der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm. Diese wiederum
schließt ein die explizite Auswertung der Funktionen X˜pp, X˜mm, die ausdru¨cken die Selbst-
wechselwirkung der Loops und nicht auftreten im Limes s→∞. Gegenu¨ber der Auswertung
der bekannten s→∞-asymptotischen Loop-Loop-Amplitude ist daher die Auswertung der
Loop-Loop-Amplitude fu¨r endliche Werte von s technisch aufwendiger. Sie ist aber straight-
forward, so daß wir sie fu¨r diese Arbeit zuru¨ckstellen.2.50
Es besteht berechtigte Annahme, daß die hergeleitete nahezu lichtartige T -Amplitude fu¨r
die Streuung zweier Wegner-Wilson-Loops die beobachtete s-Abha¨ngigkeit reproduziert. –
Unter der Einschra¨nkung, daß sie per constructionem erfaßt nicht-observable Loop-Loop-,
nicht aber observable Hadron-Hadron-Streuung, das heißt den Einfluß hadronischer Wellen-
funktionen; vgl. Fußn.2.48. Wir knu¨pfen an an die Diskussion in Abschnitt 2.1.
Die T -Amplitude fu¨r Parton-Parton-Streuung fu¨r große invariante Schwerpunktener-
gie
√
s und kleinen invarianten Impulstransfer
√− t ist gegeben in Termen der Vakuumer-
wartungswerte 〈 · 〉A beider und der einzelnen korrespondierenden Wegner-Wilson-Linien.
Diese beziehen sich auf die physikalischen Parton-Parton-Trajektorien, die nahezu licht-
artig sind mit einer kleinen zeitartigem Komponente. Die Herleitung Nachtmanns – vgl.
Ref. [146] und unseren Abriß in Abschn. 2.3.2 – beru¨cksichtigt konsequent die fu¨hrende
Ordnung bezu¨glich s. Dies involviert formal den U¨bergang der physikalischen nahezu licht-
artigen Trajektorien zu deren lichtartigen Limites unter s→∞.
Verlinde, Verlinde zeigen in Ref. [221] fu¨r Quark-Quark-Streuung, daß dieser Limes
singula¨r ist, wie etwa folgt aus der perturbativen Entwicklung. Diese Singularita¨t kann
verstanden werden als Konsequenz infraroter Divergenzen, die daher ru¨hren, daß die im
Limes s→∞ auf den Lichtkegel gezwungene Propagation der Quarks impliziert das Ver-
schwinden ihrer Massem, und die dadurch regularisiert werden, daß den Quark-Trajektorien
eine
”
kleine zeitartige Komponente“ gegeben wird, die genau entspricht der von Quarks mit
endlicher Masse m. Dies impliziert, daß die T -Amplitude – u¨ber den kinematische Faktor s
hinaus – abha¨ngt von s vermittels der Richtungen der physikalischen Parton-Trajektorien.
Unser Zugang besteht genau darin, den Parton-Trajektorien in diesem Sinne ihre zeit-
artige Komponente zu belassen: zu arbeiten mit den initialen physikalischen Trajektorien
und mit den diese induzierenden nahezu lichtartigen Wegner-Wilson-Linien und -Loops.
Auf derselben Basis diskutiert Meggiolaro in Ref. [141] Quark-Quark-Streuung, indem
2.50Chronologisch steht die Analyse des vorliegenden Kapitels am Ende unserer Arbeit; wir ziehen sie vor,
da sie auch darstellt die bekannte asymptotische Amplitude, die noch zugrunde liegt den folgenden Kapiteln.
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er im Sinne Verlindes, Verlindes die Wegner-Wilson-Linien, die konstituieren die T -Am-
plitude, betrachtet als Funktionale der physikalischen Trajektorien. Meggiolaro entwickelt
die T -Amplitude konsequent bis zu Termen proportional g4ren. – mit gren. der renormierten
Kopplungskonstanten der QCD – und findet exakte U¨bereinstimmung mit dem Standard-
Resultat der konventionellen perturbativen Theorie nach Cheng, Wu, vgl. Ref. [37]. Die
identifizierte s-Abha¨ngigkeit manifestiert sich explizit in Form
g2ren. · tanh−1ψ und g4ren. · tanh−2ψ , g4ren. · ψ tanh−2ψ (2.268)
mit ψ wie in unserer Definition dem hyperbolischen Winkel, den die physikalischen Trajek-
torien einschließen in der Boost-Ebene: mit βı=tanhψı, ı=p,m , den Beta-Parametern der
aktiven Lorentz-Boosts gegeneinander und ψ=ψp+ψm. Im Rahmen unserer differentialgeo-
metrischen Formulierung – die in natu¨rlicher Weise definiert Koordinatenlinien p, m als die
Richtungen dieser Trajektorien – verstehen wir in Gl. (2.268) den inversen hyperbolischen
Tangens als die eine unabha¨ngige Komponente gpm
/
g+−=tanh−1ψ des induzierten metri-
schen Tensors2.51; vgl. gpp
/
g+−=
√
1−(gpm
/
g+−)2 nach Gl. (2.262) und gmp≡gpm, gmm≡gpp.
Der letzte Term in Gl. (2.268) mit explizitem Faktor ψ folgt in Meggiolaros Analyse aus
der T a(1)⊗T a(2)-Colour-Struktur der Summe der zwei Feynman-Diagramme – dem ladder - und
cross-Diagramm – fu¨r den Austausch zweier Gluonen. Fu¨r Streuung zweier Quarks derselben
Masse m gilt s=2m2 (coshψ + 1), so daß folgt ψ∼ ln s fu¨r s→∞ – vgl. Gl. (2.6) – und auf
diese Weise generiert werden in Quark-Quark-Streuung die bekannten Logarithmen von s.
Meggiolaro gelangt ferner zu denselben Ausdru¨cken I(t)∝ ∫ d2z eiq·z(K0(λ|z|))2, mit
t=q2∼=−q2, wie die konventionelle perturbative Theorie; diese entsprechen Gluon-Loop-
Diagrammen und sind wie dort zu regularisieren – vgl. K0(z)∼− ln z fu¨r z→0 – durch eine
endliche Gluonmasse λ [die am Ende: λ→0+, identisch Null zu setzen ist].
Diese Logarithmen – wie auch die Ausdru¨cke I(t) – erscheinen uns Artefakte zu sein
der perturbativen Entwicklung und des diese induzierenden Renormierungsverfahren. Wir
erwarten weniger, daß ihre Aufsummierung zu dem
”
korrekten Potenzverhalten“ s1+ǫ der
T -Amplitude fu¨hrt als vielmehr ein wesentlich nichtperturbativer Mechanismus, etwa im Sin-
ne des Regge-Pol-Mechanismus auf Basis ihrer Analytizita¨t. Meggiolaro gibt in Ref. [141]
an die explizite Herleitung des Regge-Pol-Modells aus der T -Amplitude fu¨r Quark-Quark-
Streuung, die genau betrachtet die sie konstituierenden Wegner-Wilson-Linien als Funktio-
nale der physikalischen Parton-Trajektorien. Wir verweisen ausdru¨cklich auf diese Herlei-
tung2.52 – zum einen wegen ihrer A¨sthetik, zum anderen in Hinblick auf ihre Relevanz in
Bezug auf die von uns diskutierte T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ – vgl. die Gln. (2.263), (2.264) – fu¨r
die Streuung der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm im Sinne eichinvarianter Objekte.
Diese Herleitung Meggiolaro geschieht in Euklidischer Raumzeit auf Basis der Feststel-
lung, daß die Analytische Fortsetzung der T -Amplitude sich reduziert auf die Analytische
Fortsetzung des hyperbolischen Winkels ψ zwischen den Parton-Trajektorien in der Boost-
2.51cum grano salis als deren Anteil unabha¨ngig von der Konvention bezu¨glich der Lichtkegelkoordinaten
2.52Wir skizzieren ihre wesentlichen Schritte: Partialwellen-Zerlegung der T -Amplitude. Annahme analy-
tischer Fortsetzbarkeit der Partial-Amplituden Al(t) mit Drehimpulsen l∈ IN zu komplexen Werten l∈C.
Umformung der Partialsumme – auf Basis der Produkt-Entwicklung von sin(πl) – in ein Integral, dessen
Kontur in der komplexen l-Ebene genau die nicht-negativen natu¨rlichen l einschließt. U¨berfu¨hren dieser
Kontur in die Gerade Re l=− 1
2
parallel zur imagina¨ren l-Achse, indem aufgrund des Residuensatzes expli-
zit auftritt die Summe u¨ber die Residuen des Integranden rechts der Geraden: Re l>− 1
2
. Im Limes s→∞
verschwindet das Integral mindestens wie 1
/√
s und die Amplitude ist gegeben durch die Summe u¨ber die
Residuen. Die T -Amplitude im Limes s→∞ ist gegeben als Summe von Termen, die abha¨ngen von s
wie s1+αn(t) mit αn(t), n=1, 2, . . ., den Positionen der – fu¨r Einfachheit angenommenen – einfachen Pole
der Partial-Amplituden Al(t) in der komplexen l-Ebene. Der Pol mit dem gro¨ßten Realteil, Reαn(t)>− 12
dominiert die Summe – und wird konventionell bezeichnet als Regge-Pol. Bzgl. der – sehr lesenswerten –
Originalarbeiten Regges vgl. die Refn. [175, 176].
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Ebene in Minkowskischer Raumzeit zu dem Winkel θ, den diese einschließen in der entspre-
chenden Ebene in Euklidischer Raumzeit. Meggiolaro zeigt diesen Zusammenhang zuna¨chst
in Ref. [141] bis zu Termen proportional g4ren., dann in Ref. [142] zu jeder Ordnung. Wir ge-
langen zu demselben Resultat fu¨r die Loop-Loop-Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ , wie abschließend dieses
Kapitel explizit gezeigt wird im folgenden Abschnitt.
2.6 Nahezu lichtartige T -Amplitude: Analytizita¨t
In Anhang D.5 ist allgemein diskutiert der U¨bergang von Komponenten xµ bezu¨glich Koor-
dinatenlinien µ∈{0, 1, 2, 3} in der Minkowski-Raumzeit zu Komponenten xµEE bezu¨glich Ko-
ordinatenlinien µE∈{1, 2, 3, 4} in deren Fortsetzung ins Euklidische. Es ist ferner ausfu¨hrlich
dargestellt der formale wie interpretatorische Zusammenhang spezieller Koordinatenlinien
µ˜E∈{p,m, 1, 2} in dieser Euklidischen Raumzeit, deren longitudinale Komponenten p, m –
analog zum Minkowskischen – definiert sind als die Richtungen physikalischer (klassischer)
Teilchen-Trajektorien. In Anhang D.6.1 ist explizit ausgefu¨hrt die Wick-Drehung, die ver-
mittelt zwischen den Korrelationsfunktionen der einen und der anderen Raumzeit.
Die Formulierung von Anhang D.5 fu¨r diese Euklidische Raumzeit parallel und in voll-
sta¨ndiger Analogie zu Anhang D.4 fu¨r die Minkowski-Raumzeit – vgl. auch Abb. D.3 versus
Abb. D.1 – suggeriert bereits weitgehend die analytische Fortsetzung der T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ
fu¨r die Streuung der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm – vgl. die Gln. (2.263), (2.264). Wir
setzen daher im folgenden Anhang D voraus, so daß genu¨gt die Fortsetzung von T˜
(s,b)
ℓℓ zu
skizzieren.
In Anhang D.5.2 sind ausfu¨hrlich formuliert die aktiven O(4)-Drehungen, die unmittelbar
entsprechen den aktiven Lorentz-Boosts im Minkowskischen. Es ist diskutiert der Zusam-
menhang des Winkels θ in der x4Ex
3
E-Ebene der Teilchen-Trajektorien gegeneinander im Eu-
klidischen mit dem hyperbolischen Winkel ψ, den diese einschließen in der x0x3-Boost-Ebene
im Minkowskischen – vgl. Gl. (D.128):2.53
− i θ ←→ ψ θ ∈ (0, π/2) , ψ ∈ (0,∞) (2.269)
mit θ ≡ θp + θm , ψ ≡ ψp + ψm (2.269′)
Es sind θp, θm und ψp, ψm die Winkel und hyperbolischen Winkel der Trajektorien gegen
die x4E- und x
0-Achse, vgl. Gl. (D.38) bzw. (D.133). Der Limes s→∞ ist realisiert durch
θ −→ π/2 ⇐⇒ ψ −→ ∞ (2.270)
Die Normierungskonstante ̺E der Koordinatenlinien p, m im Euklidischen ist – analog zu ̺
im Minkowskischen – bestimmt genau durch die Forderung von La¨ngentreue der Abbildung
zwischen den relevanten Koordinaten xµE, µ∈{1, 2, 3, 4} und xµ˜E, µ∈{p,m, 1, 2}2.54 oder a¨qui-
valent der Forderung von Invarianz der Determinante des metrischen Tensors. Dies impliziert
explizite Ausdru¨cke fu¨r die Komponenten des metrischen Tensors g˜E≡
(
gEµ˜ν˜
)
und daß diese
u¨bergehen in die Komponenten des metrischen Tensors gE≡
(
gEµν
)
im Limes s→∞:
gEpp = gEmm = − ̺2E = − sin−1θ (2.271)
−→ − 1 fu¨r θ → π/2 (2.271′)
gEpm = gEmp = − ̺2E cos θ = − tan−1θ (2.272)
−→ 0 fu¨r θ → π/2 (2.272′)
vgl. die Gln. (D.161), (D.161′) und (D.162), (D.162′).
2.53Meggiolaro definiert in den Refn. [141, 142] den Winkel θ mit umgekehrtem Vorzeichen.
2.54Sei im folgenden – wie in Anhang D – unterdru¨ckt das Skript
”
E“ an den Raumzeit-Indizes µE, . . . , µ˜E, . . .
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Die Analyse im Minkowskischen – vgl. Abschn. 2.4 – ist zuna¨chst vollsta¨ndig neu durch-
zufu¨hren im Euklidischen. De facto ist dies offensichtlich nicht notwendig, sondern sie re-
duziert sich genau auf die folgenden Substitutionen: Es sind zu ersetzen zum einen die
Lorentz-Komponenten der Tensoren durch ihre Euklidischen, zum anderen die Korrelations-
funktionen durch ihre analytischen Fortsetzungen ins Euklidische.
Die differentialgeometrische Auswertung bleibt unvera¨ndert; es ist lediglich anzubrin-
gen das Skript
”
E“ zur Indizierung, daß sich die entsprechenden geometrischen Objekte
beziehen auf die Euklidische, statt auf die Minkowskische Raumzeit. In der abschließenden
Formel fu¨r die Euklidische T -Amplitude (T˜
(s,b)
ℓℓ )E fu¨r die Streuung der Euklidischen Wegner-
Wilson-Loops WEp, WEm ist insofern in Bezug auf die Minkowskische T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ
entsprechend den Gln. (2.263), (2.264) – ist zu ersetzen die unabha¨ngige Komponente des
metrischen Tensors wie folgt:
− detSL gpp = gpp
/
g+− = sinh−1ψ = i sin−1(iψ) (2.273)
−→ + detSLE gEpp = gEpp = − sin−1θ (2.273′)
bzgl. der expliziten Ausdru¨cke vgl. Gl. (2.257) bzw. die Gln. (2.271), (2.271′); der U¨bergang
zum Argument iψ ist angegeben in Hinblick auf den Zusammenhang iψ↔θ nach Gl. (2.269).
Im U¨bergang von Minkowskischen Null- zu Euklidischen Vier-Komponenten treten auf
explizite Faktoren der imagina¨ren Einheit. Daraus folgt F (ξ2)→FE(ξ2E)=−i·F
(
ξ2→ξ2E
)
,
vgl. Gl. (D.170). Der Faktor −i zusammen mit dem Signum in Gl.(2.273′) ist genau der ex-
plizite Faktor i in Gl.(2.273). Mit Beweis der Gln. (2.273), (2.273′) ist daher im wesentlichen
gezeigt der Zusammenhang der respektiven T -Amplituden durch den Zusammenhang iψ↔θ
allein. Dieser Beweis erfordert bei aller gewu¨nschten Pra¨gnanz eine gewisse Explizitheit der
Darstellung. In diesem Sinne fu¨hren wir wie folgt duch die Analyse im Euklidischen.
Seien zuna¨chst rekapituliert – vgl.Anh. D.5 – unsere allgemeinen Definitionen und Konventio-
nen. Analytische Fortsetzung der Minkowski-Raumzeit in eine Euklidische sei verstanden als
formale Substitution der pseudo-Riemannschen Metrik durch eine Riemannsche im Sinne:
g ≡ (gµν) = diag[+1,−1,−1,−1] (2.274)
!−→ diag[−1,−1,−1,−1] = −(δEµν) ≡ −δE ≡ gE
Bezogen auf Punkte x der Raumzeit impliziert formale Substitution der Metrik g→gE=−δE
bei Forderung von Invarianz des Skalarprodukts – vgl. die Gln. (D.105), (D.106):
ix0 −→ x4E (2.275)
xi −→ xiE i ∈ {1, 2, 3} (2.275′)
das heißt Identifizierung von x4E mit ix
0 und trivial von xiE mit x
i fu¨r i∈{1, 2, 3}.
Das Vierer-Skalarprodukt ist definiert fu¨r Vektoren aE, bE durch aE·bE≡gEµνaµE bνE voll-
sta¨ndig analog wie im Minkowskischen – es ist daher negativ definit :
aE · aE = − aµE aµE ≤ 0 (2.276)
entsprechend kovariante Komponenten durch:
aEµ := gEµν a
ν
E = −δEµν aνE (2.277)
Sie differieren durch ein Signum von den kontravarianten Komponenten: aEµ=−aµE.
Der Euklidische Epsilon-Pseudotensor ǫE≡
(
ǫµνρσE
)
sei definiert als das Signum der Per-
mutation seiner Indizes – durch seine kontravrianten Komponenten wie folgt:
ǫµ1···µ4E ≡
(
µ1 · · · µ4
1 · · · 4
)
ǫ1234 per def.: ǫ1234E ≡ +1 (2.278)
folglich: ǫE1234=gE1µ gE2ν gE3ρ gE4σ ǫ
µνρσ
E =(−1)4 ǫ1234E ≡+1; vgl. die Gln. (A.7), (A.8).
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Lorentz-Tensorgleichungen involvieren o.E. Vektorfunktionen aµ(x), den metrischen Ten-
sor g und den Epsilon-Pseudotensor ǫ; es folgt als allgemeine Substitutionsvorschrift fu¨r den
U¨bergang von Minkowskischer zu Euklidischer Raumzeit – vgl. die Gln. (D.106), (D.112):
aµ(x) −→ aµE(xE) (2.279)
gµν −→ gEµν = − δEµν (2.279′)
ǫµνρσ −→ −i ǫEµνρσ s.u. Fußn. 2.57 (2.279′′)
mit Euklidischen Vektor-Komponenten aµE im Sinne der Gln. (2.275), (2.275
′).
Auf dieser Basis werden explizt angegeben die relevanten Gro¨ßen bezu¨glich der Euklidischen
Raumzeit aus denen bezu¨glich der Minkowskischen.
Der (paralleltransportierte) Feldsta¨rkentensor ist antisymmetrisch in den Raumzeit-Indi-
zes und im Minkowskischen dargestellt wie folgt durch die colour-elektrischen und -magneti-
schen Felder – Konvention nach Ref. [114]:2.55
F ≡ (Fµν) =

0 −E1 −E2 −E3
0 −B3 B2
0 −B1
0
 = −F t (2.280)
in kompakter Notation – mit i, j, k, . . .∈{1, 2, 3}, ǫ123≡1:2.56
F i0 ≡ Ei, F ij ≡ − ǫijk Bk (2.281)
⇐⇒ Ei ≡ F i0, Bi ≡ − 1
2
ǫijk F
jk (2.281′)
dabei sind ~E≡(Ei)t, ~B≡(Bi)t die konventionellen Dreier-Vektoren und ǫiklǫjkl=2δij be-
nutzt fu¨r die zweite Zeile. Der duale (paralleltransportierte) Feldsta¨rkentensor2.57 ist defi-
niert durch:2.58
F˜µν ≡ 1
2
ǫµνρσ Fρσ (2.282)
mit ǫ0123≡1. Daraus folgt unmittelbar:
F˜ i0 ≡ Bi, F˜ ij ≡ ǫijk Ek ≡ − ǫijk (−Ek) (2.283)
⇐⇒ Bi ≡ F˜ i0, Ei ≡ 1
2
ǫijk F˜
jk (2.283′)
ergo F˜ ≡F [Ei→Bi, Bi→−Ei], vgl. die Gln. (2.281), (2.281′). In Matrixform gilt:2.55
F˜ ≡ (F˜µν) =

0 −B1 −B2 −B3
0 E3 −E2
0 E1
0
 = − F˜ t (2.284)
analog zu Gl. (2.280). Es folgt
Fµν F
µν = 2
(−EiEi + BiBi) ≡ 2 (−~E2 + ~B2) (2.285)
Fµν F˜
µν = − 4EiBi ≡ − 4 ~E · ~B (2.285′)
fu¨r die beiden Lorentz-Invarianten.
2.55Zu lesen als dF×dF -Matrizen Ei≡EiaTaF ,Bi≡BiaTaF , mit a=1, 2, . . . dSU(Nc), dF≡Nc, dSU(Nc)≡N2c −1,
oder unterdru¨ckt der Colour-Index a; seien suggestiv ausgeschrieben nur die unabha¨ngigen Komponenten.
2.56Der Epsilon-Pseudotensor bezu¨glich der drei Raumkoordinaten sei – entgegen Gl. (A.7) – konsequent no-
tiert mit unteren Indizes und in dieser Form gleichermaßen benutzt im Minkowskischen und Euklidischen.
2.57Die Pseudo-Tensoren werden hier nicht explizit beno¨tigt und angegeben nur fu¨r Vollsta¨ndigkeit.
2.58In Standard-Konvention nach Ref. [114] – abweichend von der Konvention bezu¨glich Dualita¨t, die wir
zweckma¨ßig einfu¨hren fu¨r Integration auf allgemeinen (pseudo-)Riemannschen Mannigfaltigkeiten Gd,σ ; vgl.
Anh. E.1, insbes. Gl. (E.28).
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Der (paralleltransportierte) Feldsta¨rkentensor im Euklidischen sei dargestellt vollsta¨ndig
analog wie im Minkowskischen – vgl. die Gln. (2.281), (2.281′):2.56
F i4E ≡: EiE, F ijE ≡: − ǫijk BkE (2.286)
⇐⇒ EiE ≡ F i4E , BiE ≡ −
1
2
ǫijk F
jk
E (2.286
′)
Dadurch definiert sind Euklidischen colour-elekrische und -magnetische Felder mit Dreier-
Vektoren ~EE≡(EiE)t, ~BE≡(BiE)t. Die Definition nach Gl. (2.286) impliziert
iEi ≡ iF i0 −→ FEi4 ≡ EiE (2.287)
Bi ≡ − 1
2
ǫijk F
jk −→ − 1
2
ǫijk F
jk
E ≡ BiE (2.287′)
im Sinne der Gln. (2.275), (2.275′). Der duale (paralleltransportierte) Feldsta¨rkentensor2.57
im Euklidischen ist analog zu Gl. (2.282) definiert durch:2.58
F˜µνE ≡
1
2
ǫµνρσE FEρσ (2.288)
mit ǫ1234E ≡1. Daraus folgt unmittelbar – vgl. die Gln. (2.283), (2.283′):
F˜ i4E ≡ −BiE, F˜ ijE ≡ ǫijk EkE ≡ − ǫijk (−EkE) (2.289)
⇐⇒ BiE ≡ − F˜ i4E , EiE ≡
1
2
ǫijk F˜
jk
E (2.289
′)
ergo F˜ iE≡FE[EiE→−BiE, BiE→−EiE], vgl. die Gln. (2.286), (2.286′). Fu¨r Vollsta¨ndigkeit sei-
en angegeben FE≡
(
FµνE
)
, F˜E≡
(
F˜µνE
)
in Matrixform:2.55
(
FµνE
)
=

0 −B3E B2E E1E
0 −B1E E2E
0 E3E
0
 , (F˜µνE ) =

0 E3E −E2E −B1E
0 E1E −B2E
0 −B3E
0
 (2.290)
vgl. die Gln. (2.280), (2.284). Es folgt – vgl. die Gln. (2.285), (2.285′):
FEµν F
µν
E = 2
(
+EiEE
i
E + B
i
EB
i
E
) ≡ 2 (+~E2E + ~B2E) (2.291)
FEµν F˜
µν
E = − 4EiEBiE ≡ − 4 ~EE· ~BE (2.291′)
fu¨r die beiden O(4)-Invarianten.
Der fundamentale Korrelations-Lorentztensor D≡(Dµνρσ) ist zerlegt in die Summe sei-
ner Anteile bezu¨glich der Strukturen tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ und t
C
µ˜ν˜ρ˜σ˜, die explizit gegeben sind durch die
Gln. (2.177), (2.208); es folgt:2.59
tCµνρσ =
1
12
δαβµν gαρ gβσ (2.292)
−→ tCE µνρσ =
1
12
δαβµν gEαρ gEβσ
und
tNCµνρσ =
1
6
gαγ δ
αβ
µν ∂β δ
γδ
ρσ ∂δ (2.292
′)
−→ tNCE µνρσ =
1
6
gEαγ δ
αβ
µν ∂Eβ δ
γδ
ρσ ∂Eδ
mit Euklidischen Komponenten im Sinne der Gln. (2.275), (2.275′).
Die konfinierenden und nicht-konfinierenden χ˜ı-Funktionen im Minkowskischen sind
ausgewertet in den Abschnitten 2.4.3 und 2.4.4. Explizite Darstellungen sind angegeben
fu¨r ı≡p, ≡m in den Gln. (2.175), (2.207). Unter analytischer Fortsetzung gehen sie u¨ber
2.59Die verallgemeinerten Kronecker-Symbole sind definiert – unabha¨ngig von der Raumzeit – als Determi-
nante konventioneller Kronecker-Sympole: δµ1···µsν1···νs =det
(
δµiνj
)
; vgl. Gl. (E.4).
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respektive in
χ˜E
C
ı = i
(
− i
2
)2 ∫∫
Sı
dσE
µ˜ν˜
ı (x˜ı)
∫∫
S
dσE
ρ˜σ˜
 (x˜) t
C
E µ˜ν˜ρ˜σ˜ ∂˜
2
EF
C
E (x˜
2) (2.293)
und
χ˜E
NC
ı = i
(
− i
2
)2 ∫∫
Sı
dσE
µ˜ν˜
ı (x˜ı)
∫∫
S
dσE
ρ˜σ˜
 (x˜) t
NC
E µ˜ν˜ρ˜σ˜ F
NC
E (x˜
2) (2.293′)
Es ist x˜≡(xµ˜) und x˜≡ x˜ı−x˜, ı, ∈{p,m}; ferner sind µ˜, . . .∈{p,m, 1, 2} Koordinatenlinien
in der Euklidischen Raumzeit. Sei verwiesen auf Anhang D.5, in dem diese explizit definiert
sind durch die Richtungen der klassischen Teilchen-Trajektorien und ausfu¨hrlich dargestellt
ist ihr Zusammenhang mit den entsprechenden Koordinatenlinien der Minkowski-Raumzeit.
Die Auswertung der Funktionen χ˜E
C
ı, χ˜E
NC
ı – vgl. die Gln. (2.293), (2.293
′) – im Euklidi-
schen geschieht vollsta¨ndig analog zu der Auswertung der Funktionen χ˜Cı, χ˜
NC
ı im Minkow-
skischen in den Abschnitten 2.4.3 und 2.4.4. Es folgt in faktorisierter Form:
χ˜Cı = − detSL gpp · X˜Cı = gpp
/
g+− · X˜Cı (2.294)
analog: χ˜E
C
ı = + detSLE gEpp · X˜ECı = gEı · X˜Cı (2.294′)
entsprechend fu¨r die nicht-konfinierenden Funktionen X˜NCı . Die Funktionen X˜
C
ı , X˜
NC
ı
in den zweiten Darstellungen sind die Funktionen im Minkowskischen, die vollsta¨ndig be-
stimmt sind durch die Geometrie in der x1x2-Transversalebene. Explizite Darstellungen sind
angegeben in den Gln. (2.243)-(2.246) und in deren gestrichenen Pendants. Von diesen Funk-
tionen differieren die Funktionen X˜E
C
ı, X˜E
NC
ı der ersten Darstellung in Gl. (2.294
′) genau
darin, daß in ihnen auftritt die respektive ins Euklidische fortgesetzte Korrelationsfunkti-
on FCE , F
NC
E an Stelle der urspru¨nglichen F
C , FNC . Die zweite Darstellung in Gl. (2.294′)
ist daher unmittelbare Konsequenz deren Zusammenhangs
FE(ξ
2
E) = −i · F
(
ξ2→ξ2E
)
F ≡ FC , FNC , . . . (2.295)
vgl. Anh. D.6.1, Gl. (D.170).
Zuna¨chst nichttrivial – vgl. die Gln. (2.294), (2.294′) – ist das positive Vorzeichen im Eu-
klidischen gegenu¨ber dem negativen Vorzeichen imMinkowskischen, mit dem multipliziert ist
die respektive Determinante der Transformationsmatrix SLE und SL. Bzgl. det SLE≡1 vgl.
die Fixierung der Euklidischen Koordinatenlinien µ∈{p,m, 1, 2} in Anh. D.5.2, Gl. (D.159′).
Dieses Signum ist die einzige Diskrepanz der Euklidischen Auswertung gegenu¨ber der Min-
kowskischen; es folgt im Zuge der Integration der longitudinalen Parameter up, um – vgl.
Anh. E.2.1 –, da das Volumenelement im Euklidischen Impulsraum gegeben ist durch
dkE ≡ dk4E dk3E d2kE = +detSLE dkEp dkEm d2kE (2.296)
gegenu¨ber dk ≡ dk0dk3d2k = − detSL dkpdkmd2k imMinkowskischen, vgl. Gl. (E.44): Her-
unterziehen der longitudinalen Raumzeit-Indizes ergibt zwei Vorzeichen statt nur eines.
Es gelten die expliziten Darstellungen:
gEpp = − sin−1θ ≡ i · sinh−1(−iθ) (2.297)
gEpm = − tan−1θ ≡ i · tanh−1(−iθ) (2.297′)
vgl. die Gln. (2.271), (2.271′) und (2.272), (2.272′). Es gilt fu¨r die unabha¨ngigen konfinie-
renden Funktionen:
χ˜E
C
pp[θ] = sinh
−1(−iθ) · X˜Cı = χ˜Cpp[ψ→−iθ] (2.298)
analog: χ˜E
C
mm[θ] = χ˜
C
mm[ψ→−iθ] (2.298′)
χ˜E
C
pm[θ] = tanh
−1(−iθ) · X˜Cı = χ˜Cpm[ψ→−iθ] (2.298′′)
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entsprechend fu¨r die unabha¨ngigen nicht-konfinierenden Funktionen χ˜E
NC
pp , χ˜E
NC
mm, χ˜E
NC
pm .
Fu¨r die T -Amplituden (T˜ℓℓ)E≡(T˜ (s,b)ℓℓ )E und T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ fu¨r die Streuung der respektiven
Wegner-Wilson-Loops in Euklidischer und Minkowskischer Raumzeit besteht folglich der
Zusammenhang:
(T˜ℓℓ)E[θ] = T˜ℓℓ[ψ→−iθ] (2.299)
umgekehrt: T˜ℓℓ[ψ] = (T˜ℓℓ)E[θ→ iψ] (2.299′)
Explizite Darstellungen folgen auf Basis von Gl. (2.263) und (2.264).
Zusammenfassend ist der Zusammenhang der T -Amplituden fu¨r die Streuung zweier
Wegner-Wilson-Loops in Euklidischer und Minkowskischer Raumzeit vollsta¨ndig gegeben
durch den Zusammenhang – vgl. Gl. (2.269) und Fußn. 2.53:
− i θ ←→ ψ (2.300)
mit θ dem Winkel und ψ dem hyperbolischen Winkel , den respektive einschließen die Loops
WEp, WEp im Euklidischen und die Loops Wp, Wm im Minkowskischen.
Die s-Abha¨ngigkeit der Loop-Loop-Amplituden T˜ℓℓ und (T˜ℓℓ)E ist vollsta¨ndig subsumiert
in den respektiven longitudinalen Metrik-Komponenten gpm, gmp und gEpm, gEmp. Unsere
Herleitung zeigt, daß der Zusammenhang der T -Amplituden gema¨ß der Gln. (2.299), (2.299′)
daher exakt ist: zu jeder Ordnung einer Entwicklung in Kumulanten – oder etwa in der
renormierten Eichkopplung g4ren. der Quantenchromodynamik, in Termen derer Meggiolaro –
vgl. die Refn. [141, 142] – seine Beweise fu¨hrt fu¨r die Quark-Quark-Amplitude.
Mit der Euklidischen Amplitude (T˜ℓℓ)E als Funktion von θ ist daher die Minkowskische
Amplitude T˜ℓℓ gegeben durch analytische Fortsetzung von θ zu imagina¨ren Werten: θ→ iψ.
Auf diese Weise ko¨nnen auf Basis einer Euklidischen Theorie – etwa Quantenchromodynamik
als Gittereichtheorie oder das Modell des Stochastischen Vakuums in seiner urspru¨nglichen
Formulierung, die im eigentlichen Sinne erst seine Annahmen rechtfertigt – physikalische
Wirkungsquerschnitte fu¨r hohe Energien berechnet werden; mit U¨bergang ψ→∞ in den
abschließenden Ausdru¨cken ist gegeben der Limes s→∞ lichtartiger Wegner-Wilson-Loops.
Es ist uns wohl bewußt, daß dieser Weg in praxi nicht trivial durchzufu¨hren ist: Die
Euklidische T -Amplitude ist zu bestimmen als Funktion des Winkels θ, sie ist dann analytisch
fortzusetzen zu imagina¨ren Werten dieses Winkels: θ→ iψ und abschließend zu extrapolieren
zu Unendlichen Werten des hyperbolischen Winkels ψ. Fu¨r QCD als Gittereichtheorie ist
dieser Weg noch nicht angegangen und erst von prinzipieller Bedeutung. Fu¨r das MSV ist
er explizit durchgefu¨hrt im vorliegenden Kapitel dieser Arbeit.
Kapitel 3
Leptoproduktion von ρ(770),
ω(782), φ(1020) und J/ψ(3097) 3.1
In den Kapiteln 3 und 4 wenden wir uns weg von der Theorie hin zu der Pha¨nomenologie des
MSV und konfrontieren diese mit dem Experiment. Wir pra¨sentieren explizite Anwendungen
des MSV auf Diffraktion, die wir in weiterem Rahmen betrachten wollen als Referenz auf
nichtperturbativ dominierter QCD im allgemeinen. Zu der impliziten Forderung genu¨gend
kleinen invarianten Impulsu¨bertrags tritt, als Voraussetzung fu¨r die Skalentrennung im Sinne
des vorangegangenen Kapitels 2, die Forderung genu¨gend großer invarianter Schwerpunkt-
senergie. Konkret diskutieren wir als Prozeß der Hochenergiestreuung die Transmutation
eines realen oder virtuellen Photons γ(∗) in ein Vektormeson V – kurz: die exklusive Photo-
beziehungsweise Leptoproduktion eines Vektormesons – diffraktiv an einem Nukleon N , das
selbst also in diesem Prozeß intakt bleibt: γ(∗)N→V N .3.2 Photon und Vektormeson sind
beides JPC=1−−-Teilchen, so daß die Wechselwirkung aufgefaßt werden kann als der Aus-
tausch eines Quasiteilchens mit den Quantenzahlen des Vakuums: des (Weichen) Pomerons.
Wir berechnen in t differentielle Wirkungsquerschnitte fu¨r
√ − t < 1 GeV und hoher aber
fester Schwerpunktenergie
√
s>10 GeV, fu¨r Definiertheit
√
s=20 GeV.
Kapitel 3, vero¨ffentlicht in Ref. [65], leitet ein mit der Diskussion des zugrundeliegenden
Bildes, im Rahmen dessen – in Gegenu¨berstellung mit konkurrierenden Zuga¨ngen – wir all-
gemein unseren Zugang herstellen. Dieser Zugang induziert zuna¨chst die Einschra¨nkung auf
Photonen nicht beliebig kleiner Virtualita¨ten, a posteriori Q2> 1 GeV2. Wir beziehen uns
weiter zuna¨chst auf Vektormesonen im Grundzustand. Der die Observablen wesentlich de-
terminierende Mechanismus nichtperturbativer QCD wird im Rahmen des MSV identifiziert
und diskutiert: ein String-String-Mechanismus, der besteht in der Ausbildung und Wechsel-
wirkung gluonischer Strings . Die Diskussion konkret der Resonanzen ρ(770), ω(782), φ(1020)
und J/ψ(3097) – in der Notation der Particle Data Group, Ref. [164] – zeigt in Gegenu¨ber-
stellung mit den verfu¨gbaren experimentellen Daten die Relevanz dieses Mechanismus’. Sie
suggeriert weiter die Analyse des nachfolgenden Kapitels.
Kapitel 4, vero¨ffentlicht in den Refn. [125–127], arbeitet die Bedeutung dieses Mecha-
nismus’ weiter heraus. Es dehnt die Analyse aus tiefer in einen Bereich nichtperturbativ
dominierter QCD, der noch wesentlicher bestimmt sein sollte – und im Resultat ist – durch
den identifizierten String-String-Mechanismus: mo¨glichst große Ausdehnung der involvierten
3.1Kapitel 2 ist verfaßt nach Kapitel 3 und 4; es bestehen Redundanzen, die bewußt nicht ausgera¨umt sind.
3.2Das Pra¨fix
”
Lepto-“ greift auf das physikalische Lepton, das im Experiment das einlaufende virtuelle wie
auch das reale Photon abstrahlt;
”
Photo-“ steht bei realem, physikalischem Photon. Experimentelle Daten
existieren großenteils fu¨r Protonen, wir sprechen daher ha¨ufig von
”
Proton“ statt von
”
Nukleon“.
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Strings, oder gleichbedeutend (transversal) mo¨glichst ausgedehnte hadronische Zusta¨nde.
Bezogen auf den konkreten Prozeß, der wesentlich variiert werden kann bezu¨glich seiner
Photon-Vektormeson-Komponente, heißt dies zum einen, unseren Zugang auszudehnen auf
virtuelle Photonen beliebig kleiner bis reale Photonen verschwindender Virtualita¨t , und zum
anderen, zusa¨tzlich zu der Grundzustand-ρ(770)-Resonanz deren (transversal) ausgedehn-
tere Anregungen zu diskutieren, also zuna¨chst – wieder in der Notation von Ref. [164] –
die Zusta¨nde ρ(1450) und ρ(1700). Zielrichtung ist auch hier die Konfrontation unserer
Postulate mit den verfu¨gbaren experimentellen Daten.
3.1 Zugrundeliegendes Bild und Zusammenhang
Exklusive Photo- und Leptoproduktion eines Vektormesons γ(∗)N→V N ist in besonderer
Weise geeignet, die Physik zu untersuchen, die Diffraktion im speziellen und nichtperturbativ
dominierter QCD im allgemeinen zugrundeliegt.
Ist die Koha¨renzla¨nge des (virtuellen) Photons gro¨ßer als der Radius des Hadrons, mit
dem es zur Kollision kommt, kann dieses Photon – im Ruhesystem des Hadrons oder im
Schwerpunktsystem der Kollision – aufgefaßt werden als hadronisches System aus Partonen
im Feynmanschen Sinne. Die Photon-Hadron-Wechselwirkung ist dann grundlegend ver-
gleichbar einer konventionellen Hadron-Hadron-Wechselwirkung.
Der Prozeß ist in zweierlei Hinsicht determiniert durch die Physik großer Absta¨nde, das
heißt durch nichtperturbativ dominierte QCD: Zum ersten aufgrund der Beschra¨nkung
auf Diffraktion, also per definitionem auf einen genu¨gend kleinen invarianten Impulsu¨ber-
trag
√− t. Und zum zweiten aufgrund der großen (transversalen) Ausdehnungen der invol-
vierten Zusta¨nde.
Er ist in besonderer Weise geeignet, diese Physik zu untersuchen, insofern als er insbesondere
bezu¨glich seiner Photon-Vektormeson-Komponente eine Anzahl Parameter besitzt, die theo-
retisch variiert und im Experiment als unterscheidbare Signale detektiert werden ko¨nnen,
und er daher eine breit angelegte Untersuchung gestattet. Unter Betonung dieser Parameter
stellt sich der Prozeß exklusiver Photo- und Leptoproduktion eines Vektormesons in folgen-
der Weise dar: Durch Variation der Wellenfunktion des hochenergetischen Photons in Bezug
auf seine Virtualita¨t Q und Polarisation λ wird ein hadronischer Zustand
”
nahezu beliebi-
ger“ (transversaler) Ausdehnung generiert. Dieser transmutiert diffraktiv am Nukleon in ein
Vektormeson mit entsprechender Hochenergiewellenfunktion, die ihrerseits, in Abha¨ngigkeit
von invarianter MasseMV und Polarisation λ
′, dessen (transversale) Ausdehnung bestimmt.
Der fu¨r den String-String-Mechanismus wesentliche Parameter: (transversale) Ausdehnung
der involvierten hadronischen Zusta¨nde, wird so mittelbar variiert und der Mechanismus
und dessen Relevanz fu¨r die Determinierung nichtperturbativer QCD untersucht.
Hadronische Zusta¨nde in nichtperturbativ dominierter QCD ko¨nnen anschaulich3.3 aufge-
faßt werden als Zusammenspiel zweier Komponenten: der diese Zusta¨nde konstituierenden
Partonen, im allgemeinen Quarks, und der sich zwischen diesen ausbildenden gluonischen
Strings. Die Ausdehnung hadronischer Zusta¨nde wird bestimmt durch die (axiale wie radia-
le) Ausgedehnung der Strings zwischen den konstituierenden Partonen, – die auf diese Weise
erst zu Hadronen fester Radii konfiniert werden. Vor dem Hintergrund dieser Anschauung
3.3Wir beziehen uns in dieser Anschauung auf die Approximation einer reinen Gluodynamik im Sinne
der quenched approximation: Mit letztlich dem Argument der Dominanz der Skala des Gluonkondensa-
tes 〈g2FF〉A u¨ber die des Quarkkondensates 〈ψψ¯〉A vernachla¨ssigt sie konsequent Quarkloopdiagramme, –
und kann so formal aufgefaßt werden als der der Limes unendlicher Quarkmassen.
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macht das MSV einen quantitativen Mechanismus identifizierbar, der nichtperturbativ domi-
nierte QCD im allgemeinen aus derselben Ursache heraus erkla¨rt wie deren prominentestes
Pha¨nomen: das Pha¨nomen des Confinements.
Dieser String-Mechanismus wurde zuna¨chst eingehend untersucht fu¨r das Pha¨nomen des
Confinements selbst, das heißt, in unserer Anschauung, dem Ausbilden gluonischer Strings
zwischen den konstituierenden Partonen und deren dadurch vermittelten Einschluß zu ei-
chinvarianten Objekten, den Hadronen. Fu¨r die einfachste Darstellung eines statischen – in
praxi: schweren – Hadrons als eichinvariantes Paar eines statischen Quarks und Antiquarks
wurde der verantwortliche String buchsta¨blich ausgemessen und unter anderem bezu¨glich
seines Energiegehaltes Konsistenz gezeigt mit einem bekannten Niederenergietheorem, der
Michael-sum rule, vgl. die Refn [64, 179].
Der hierfu¨r relevante String-Mechanismus in der Niederenergiephysik fu¨hrt unmittelbar auf
einen String-String-Mechanismus in der Hochenergiestreuung. Dieser erkla¨rt die Observa-
blen genau dadurch, daß die gluonischen Strings der streuenden Hadronen miteinander in
Wechselwirkung treten – letztlich durch deren transversale Ausdehnung und implizierend die
Aussage, daß Observable der Hadron-Hadron-Streuung nicht konstruiert werden ko¨nnen aus
Quark-Quark-Streuung im Sinne von Quarkadditivita¨t allein, vgl. Ref. [122]. Konkret postu-
liert das MSV Hochenergie-Wirkungsquerschnitte, differentiell im invarianten Quadrat des
Impulstransfers −t, fu¨r −t<1 GeV2, und erkla¨rt die Korrelation zwischen slope-Parameter
und totalem Wirkungsquerschnitt in der elastischen Proton-Proton-Streuung, vgl. Ref. [63],
bzgl. der pha¨nomenologischen Beobachtung dieser Korrelation Ref. [171].
Wir untersuchen diesen zugrundeliegenden String-String-Mechanismus des MSV. Die
Verifizierung und Demonstration seiner Relevanz muß fu¨r Prozesse geschehen, die große Ef-
fekte – auch und gerade im Vergleich zu konkurrierenden Beschreibungen – erwarten lassen.
Wir sind daher a priori interessiert an mo¨glichst ausgedehnten Strings, oder gleichbedeutend
an mo¨glichst ausgedehnten Zusta¨nden.
Im vorangegangenen Kapitel haben wir Nachtmanns Zugang zu weiche Hochenergiestreuung
nachgezeichnet. Seine T -Amplitude ist dominiert durch einen Ausdruck, der dem diffrak-
tiven, in diesem Sinne nichtperturbativen Charakter des Prozesses Rechnung tra¨gt: der
Vakuumerwartungswert zweier (nahezu) lichtartiger Wegner-Wilson-Loops, der ausgewertet
werden kann im Rahmen des MSV. Daru¨berhinaus ist aber wesentlich die Kenntnis der (Na-
hezu)Lichtkegelwellenfunktionen der in der Kollision involvierten hadronischen Zusta¨nde.
Diese hadronischen Zusta¨nde werden aufgefaßt als Wellenpakete von Colour-Dipolen –
Mesonen von Quark-Antiquark-Dipolen, Baryonen von Quark-Diquark-Dipolen3.4 – die be-
stimmt sind durch zum einen die Aufteilung des Lichtkegel-Gesamtimpulses auf die beiden
Colourladungen: z der Anteil des Quarks, und zum anderen deren transversalen Abstands-
vektor r. Die (Nahezu)Lichtkegelwellenfunktionen beziehen sich im u¨blichen Sinne einer
Wellenfunktion auf diese Variablen z und r und daher auf das ihnen zugrundeliegende Bild
mit (nahezu) Lichtgeschwindigkeit propagierender hadronischer Zusta¨nde.
Zusammenfassend dieses Bild, fluktuiert also das hochenergetische einlaufende Pho-
ton γ(∗) gema¨ß einer Wellenfunktion in Wellenpakete von Colour-Dipolen (Quark-Antiquark-
Paaren), das jedes einzelne charakterisiert ist durch das Variablenpaar (z, r). Diese Dipole
{z, r} streuen diffraktiv am Nukleon und werden gebunden als definierter Zustand eines
Vektormesons V , – formalisiert wiederum durch dessen (Nahezu)Lichtkegelwellenfunktion.
Das Nukleon wird dabei der Einfachheit halber betrachtet als Wellenpakete von Colour-
Dipolen (Quark-Diquark-Paaren), deren variable Abha¨ngigkeit – wir kommen hierauf zu-
3.4Der besseren Lesbarkeit wegen sei hierzwischen im folgenden sprachlich nicht mehr differenziert.
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ru¨ck – betrachtet werden kann als reduziert auf |r′|, den Betrag es transversalen Abstands der
daru¨berhinaus gauß’sch verteilt ist. Dem so resultierenden Bild einer Dipol-Dipol-Streuung
liegt die Beobachtung zugrunde, daß die Zeitskala, auf der die beiden Colour-Dipole mit-
einander in Wechselwirkung treten sehr viel kleiner ist als die, auf der die Fluktuation aus
beziehungsweise die Bindung in die asymptotischen hadronischen Zusta¨nde stattfindet. Wir
erinnern an Nachtmanns Diskussion dieser Zeitskalen und seinen Begriff
”
Femtouniversum“,
vgl. Ref. [146].
Exklusive Photo- und Leptoproduktion eines Vektormesons an einem Nukleon kann all-
gemein in vollsta¨ndiger Analogie zu Hadron-Nukleon-Streuung berechnet werden: indem das
Photon repra¨sentiert wird durch seine hadronische Wellenfunktion, in dem von uns betrach-
teten Hochenergieprozeß durch seine (Nahezu)Lichtkegelwellenfunktion. Diese kann unter
bestimmten Bedingungen perturbativ berechnet werden, im Rahmen der Lichtkegelsto¨rungs-
theorie (light cone perturbation theory, LCPT).
Fu¨r kleine Virtualita¨ten, a posteriori Q2 < 1 GeV2, ist das Photon von der Gro¨ße ty-
pischer Hadronen und wird dominiert durch die – nichtperturbative – Physik großer Di-
stanzen: seine perturbative Beschreibung im Rahmen der LCPT bricht zusammen. Unser
Ansatz fu¨r diesen Bereich von Q2 war zuna¨chst der des Verallgemeinerten Vektormeson-
Dominanz-Modells (GVDM). Dieses repra¨sentiert das Photon als U¨berlagerung nicht von
Colour-Dipolen aus (Anti)Quarks, sondern im Sinne der Quark-Hadron-Dualita¨t als U¨berla-
gerung der Grundzustand-Vektormesonen ρ(770) und ω(782), φ(1020), J/ψ(3097) und deren
immer ho¨heren Anregungen. Einerseits mu¨ssen fu¨r eine Approximation des Photons auf
diese Weise mo¨glichst viele Anregungen beru¨cksichtigt werden, vgl. Ref. [66]. Andererseits
werden fu¨r jedes in die Diskussion mit einbezogene ho¨her angeregte Vektormeson V de facto
unbekannte Parameter eingefu¨hrt (etwa deren mit einer komplexen Phase versehene Kopp-
lung an den elektromagnetischen Strom fV ). Im Resultat fu¨hrt dies zu einer Inflation der
Parameter und zur totalen Deflation der Aussagekraft des Modells – und damit den An-
satz ad absurdum. Wir haben ihn daher verworfen und werden im folgenden Kapitel 4 eine
aussagekra¨ftige Analyse fu¨r kleine bis verschwindende Virtualita¨ten des Photons vorstellen,
die basiert auf der konsequenten Fortfu¨hrung des im folgenden formulierten Zugangs fu¨r
mittlere Virtualita¨ten.
Mit wachsender Virtualita¨t Q des Photons, und abha¨ngig von einem subtilen Wechsel-
spiel zwischen seiner Virtualita¨t und Polarisation, verringert sich die transversale Ausdeh-
nung |r| der Colour-Dipole, deren Wellenpakete es konstituieren. Wir werden im folgenden
Kapitel diskutieren, wie sich in Hinhlick auf die Pha¨nomenologie der Prozesse dieser U¨ber-
gang der Dominanz großer zu der kleiner Absta¨nde vollzieht. Fu¨r mittlere Virtualita¨ten im
Bereich von Q2 = 1 − 10 GeV2 kann so die perturbative Beschreibung des Photons durch
seine im Rahmen der LCPT berechneten Lichtkegelwellenfunktion verla¨ßlich beschrieben
werden. Allerdings behalten die Wirkungsquerschnitte transversal polarisierter Photonen
große nichtperturbative Beitra¨ge, die daher ru¨hren, daß die Endpunkte des Impulsanteils
in der Wellenfunktion, das heißt z = 0 und z = 1, nicht auf Colour-Dipole kleiner trans-
versaler Ausdehnung einschra¨nken. Dies erkla¨rt sich daraus, daß die Skala, auf der sich
die transversale Ausdehnung der Dipole mit wachsendem Q2 verringert im wesentlichen das
Produkt z(1−z)Q2 ist. Der String-String-Mechanismus des MSV, der genau anknu¨pft an
den gluonischen Strings zwischen den Valenzquark-Konstituenten und umso wichtiger ist, je
ausgedehnter diese Strings sind, kommt auch hier wesentlich zum tragen.
Wir betonen, daß diese Stringausdehnung – der (transversale) Abstand der Quarkkonstitu-
enten des Dipols – abha¨ngt von der expliziten Form der Wellenfunktion. Andererseits ist
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nur sehr wenig u¨ber die Physik bekannt, die die Lichtkegel-Hamiltonfunktion nichtperturba-
tiver QCD bestimmt. Die Wellenfunktionen in der Gestalt, wie wir sie angeben, und deren
integrierte Verteilungen erfu¨llen daher in erster Linie die pha¨nomenologische Aufgabe, den
Konstituentengehalt des hadronischen Zustandes zu paramtrisieren. Den mit diesen Wellen-
funktionen berechneten Wirkungsquerschnitten ist dies Unsicherheit inha¨rent; die exakten
Werte ha¨ngen ab von der detaiilierten Form der Wellenfunktionen. Das Q2-Verhalten ande-
rer Observable, wie des Verha¨ltnisses der Produktion longitudinaler zu transversaler Vektor-
mesonen oder des slope-Parameters, versprechen dagegen, ein guter Test fu¨r das String-Bild
des MSV zu sein.
Bevor wir unseren Zugang explizit darstellen, gehen wir in aller Ku¨rze auf konkurierende
Zuga¨nge und Modelle ein.
Exklusive Elektroproduktion von Vektormesonen wird im Rahmen eines Weichen Po-
merons von Donnachie und Landshoff in den Refn. [54, 57] diskutiert. In diesem Modell
spielt die transversale Ausdehnung der streuenden hadronischen Zusta¨nde eine nur margi-
nale Rolle. Zum einen kann Hadron-Hadron-Streuung aufgrund der dem Modell inha¨renten
Quarkadditivita¨t systematisch reduziert werden auf Quark-Quark-Streuung. Zum anderen
wird angenommen, der transversale Abstand der Quarks im virtuellen Photon sei sehr viel
kleiner als die Wellenfunktion des Vektormesons, so daß diese ersetzt wird durch ihren Wert
am Ursprung. Diese Annahmen stehen nicht außerhalb jeder Diskussion, umso mehr als
zusa¨tzlich angenommen wird die Kopplung des Weichen Pomerons an Quarks ha¨nge ab
von dessen Flavour. Fu¨r mittlere Q2 im Bereich von 1 − 10 GeV2, vgl. Ref. [54], wird ein
Pomeron-Formfaktor fu¨r far-off-shell -Quarklinien eingefu¨hrt. Fu¨r gro¨ßere Werte von Q2,
vgl. Ref. [57], wird der Austausch zweier nichtperturbativer Gluon (mit entsprechenden
nichtperturbativen Propagatoren) angewandt; dies fu¨hrt dazu, daß sich bei kleiner Ausdeh-
nung des Quark-Antiquark-Dipols colour singlet -Beitra¨ge gegeneinander wegheben.
In den Vero¨ffentlichungen Refn. [119,150] wird ein Modell, das basiert auf perturbativem
Zwei-Gluon-Austausch, zur Beschreibung nichtperturbativer Effekte in der Weise ausgewei-
tet, daß die Gluon-Verteilung im Proton explizit mit in den Ansatz einbezogen wird, diese
quasi durch Vergleich mit bestimmten Beispielen exklusiver Vektormesonproduktion para-
metrisiert und in dieser Form zur Postulation verwandter Prozesse benutzt wird. Dieses
Modell wird weiter verfeinert durch eine BFKL-artige Entwicklung, um Aussagen machen
zu ko¨nnen u¨ber die s- wie auch Q2-Abha¨ngingkeit der Observablen. Zusammenfassend ist
hier zugrundeliegendes Bild die Streuung von Colour-Dipolen. Also a¨hnlicher Ausgangs-
punkt wie die von uns im folgenden vorgestellte Analyse. Wesentlicher Unterschied beider
Zuga¨nge liegt in beider Reaktionsmechanismen.
Die Wichtigkeit der Gluon-Verteilung im Proton wird als notwendiges Ingredient auch fu¨r
harte Diffraktion betont. Wird sie in straight-forward perturbative Rechnung miteinbezogen
und deren Gu¨ltigkeit eingeschra¨nkt auf den Bereich, in dem eine große Skala invarianten
Impulstransfers gegeben ist, ko¨nnen exklusive Produktion von J/ψ(3097), vgl. Ref. [182],
oder Prozesse bei großen Virtualita¨ten von Q2>10 GeV2 postuliert werden, vgl. Ref. [32].
Mit dem DESY-Beschleuniger HERA sind neue Mo¨glichkeiten geschaffen, den zuga¨ng-
lichen s- und Q2-Bereich exklusiver Vektormesonproduktion zu erweitern. Daten, die von
den ZEUS- und H1-Kollaborationen vero¨ffentlicht wurden, sprechen dafu¨r, daß bei großenQ2
der Wirkungsquerschnitt steiler ansteigt, als von dem Austausch des Weichen Pomerons her
zu erwarten ist. Eine mo¨gliche Erkla¨rung in der Sprache von Colour-Dipolen ist, daß die
Evolution der Wellenfunktion zu ho¨heren s und Q2 darin resultiert, daß sich immer mehr
solcher Dipole im Hadron finden, vgl. die Refn. [145, 154]. Die Kenntnis dieser Evoluti-
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τ
Abbildung 3.1: Die Kinematik der Streuung γ(∗)N → V N . Im Limes s→∞ ist ein Teil-
chenimpuls P vollsta¨ndig bestimmt durch die zwei transversalen P und eine der longitudi-
nale Impulskomponenten P±; wir arbeiten mit de
”
großen“, die
”
kleine“ ist dann gegeben
durch P± = (P2+M2)/2P∓ =M2/2P∓, mit M der Masse, M der transversalen Masse des
Teilchens. Vgl. Abb. 2.3 auf Seite 50.
on wa¨re dann Voraussetzung, die s-Abha¨ngigkeit des Wirkungsquerschnitts eines virtuellen
Photons bei steigender Auflo¨sung zu diskutieren.
Diesbezu¨glich verweisen wir auf Arbeiten von Dosch und Ru¨ter, die den Zugang des
MSV inzwischen dahingehend erweitern, daß auch die s-Abha¨ngigkeit postuliert wird, vgl.
Ref. [181]. Dies geschieht, indem im Sinne des pha¨nomenologischen Donnachie-Landshoff-
Modells, vgl. Ref. [58], der Austausch eines Weichen Pomerons (motiviert aus der Regge-
Theorie) und eines Harten Pomerons (aus perturbativen BFKL-Rechnungen) zugrundegelegt
wird, die jeweils als einfache Pole in der komplexen Drehimpulsebene angenommen werden.
An das Weiche Pomeron koppeln Dipole von der Gro¨ße typischer Hadronen, an das Harte
Pomeron sehr viel kleinere Dipole – behandelt im Rahmen des MSV herko¨mmlich bezie-
hungsweise als perturbativer Zwei-Gluon-Austausch. Dieser erweiterte Zugang reproduziert
die Resultate bei
√
s=20 GeV und erkla¨rt die s-Abha¨ngigkeit des gesamten Q2- und MV -
Spektrums von HERA-Daten – insbesondere den U¨bergang der Dominanz des Weichen zu
der des Harten Pomerons.
Der Frage der s-Abha¨ngigkeit und dem Pha¨nomen des Austauschs eines Harten Pomerons
wenden wir uns im folgenden aber nicht zu; wir beschra¨nken uns auf die feste Energie
von
√
s=20 GeV und auf Physik des Weichen Pomerons.
Wir konkretisieren die in Abschnitt 2.2 gefu¨hrte allgemeine Diskussion der zugrundeliegen-
den Kinematik auf den Fall exklusiver Produktion von Vektormesonen.
Seien der einlaufende Vierer-Impuls des Photons mit q, der des einlaufenden Nukleons
mit p bezeichnet, mit q′ und p′ die entsprechenden auslaufenden Impulse, vgl. Abb. 3.1
in Gegenu¨berstellung zu Abb. 2.3 auf Seite 50. Dann ist τ = q′− q der Vierer-Gesamt-
Impulstransfer und die unabha¨ngigen Lorentz-invarianten Variablen sind gegeben durch
s = (p + q)2 (3.1)
t = τ2 = (q′ − q)2 (3.2)
Q2 = − q2 (3.3)
vgl. die Gln. (2.19), (2.19′). Wir betrachten weiche Streuung, das heißt −t<1 GeV2, bei
hohen Energien, das heißt s≫Q2 und s≫M2N , M2V , etwa s>100 GeV2. Die Bjorken-
Skalenvariable xBj=Q
2/2p·q=Q2/(s+Q2−M2N) ist in diesem kinematischen Bereich klein
von der Gro¨ßenordnung xBj<0.1.
Weiter arbeiten wir im Schwerpunktsystem, in dem der Photon-Dreier-Impuls ~q in posi-
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tive x3-Richtung zeigt. Die Betra¨ge der Dreier-Impulse sind dann gegeben durch
|~p | = |~q | =
√
s
2
[
1 − M
2
N−Q2
s
+ O(s−2)
]
(3.4)
|~p ′| = |~q ′| =
√
s
2
[
1 − M
2
N+M
2
V
s
+ O(s−2)
]
(3.4′)
vgl. die Gln. (2.38), (2.38′). In diesem Bezugsystem erha¨lt das Vektormeson einen kleinen
transversalen Impuls vom Betrag |q′|= |τ| ∼=√sϑ/2< 1 GeV. Im Unterschied zu elastischer
Hadron-Hadron-Streuung, wegen q2 = −Q2 ≤ 0, existiert kein Bezugsystem, in dem die
Differenz der Dreier-Impuls-Betra¨ge auf der Nukleonseite identisch verschwindet; wir finden
die Abha¨ngigkeit
δ = |~p | − |~p ′| ∼= Q
2 +M2V
2
√
s
> 0 (3.5)
Dies impliziert eine nichtverschwindende Zeitkomponente des Gesamt-Impulstransfers τ0∼=δ
zusa¨tzlich zu den Raumkomponeneten τ3∼=−δ−√s ϑ2/4 und |τ|∼=√s ϑ/2. Und folglich:
t = τ2 = −τ2 + δt (3.6)
mit δt = − M
2
N(Q
2+M2V )
2
s2
+ O(s−3) (3.6′)
vgl. Gl. (2.39). Im Hochenergielimes s→∞ dominieren die Raumkomponenten; fordern wir
im Rahmen dieses Limes einen endlichen invarianten Impulstransfer
√− t, das heißt einen
kleinen Streuwinkel ϑ/2 = O(1/
√
s), so ist der transversale Vektor τ der fu¨hrende Eintrag
in τ . Wir werden daher im folgenden alle Komponenten bis auf τ vernachla¨ssigen.
3.2 Weiche Hochenergiestreuung im MSV
Das MSV wurde in Kapitel 1, seine Anwendung auf weiche Hochenergiestreuung in Kapitel 2
diskutiert. Wir rekapitulieren in aller Ku¨rze diese Diskussion unter Betonung von Aspekten,
die uns ein tieferes Versta¨ndnis in Hinblick auf unsere Untersuchung vermitteln.
Die T -Amplitude fu¨r Hadron-Hadron-Streuung im Limes s→∞, vgl. Gl. (2.138), lautet:
T
(s,t)
hh ≡ 〈h2
′
(P2′)h
1′(P1′), in |T | h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (3.7)
=
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y) T˜
(s,b)
ℓℓ (z1,X; z2,Y;b)
mit den Lichtkegelwellenfunktionen absorbiert im Integrationsmaß
dϕi′,i(z,Z) ≡ dz
2π
d2Z ϕ
i′†
ss¯ (z,Z) ϕ
i
ss¯(z,Z) (3.8)
vgl. Gl. (2.112). Die Funktion T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ ist definiert als die bezu¨glich τ , mit t=τ2, Fourier-
transformierte T -Amplitude der zugrundeliegenden Streuung zweier Wegner-Wilson-Loops;
sie ist explizit gegeben durch – vgl. Gl. (2.139′):
T˜ℓℓ = − 2i s 〈Wp〉−1A 〈Wm〉−1A 〈 [Wp − 1][Wm − 1] 〉A
−→
s→∞
− 2i s 〈W+ ·W− − 1 〉A
(3.9)
wegen Wp −→
s→∞
W+, Wm −→
s→∞
W−, 〈W+〉A = 〈W−〉A = 1
das heißt im wesentlichen durch den Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A des Produkts W+W−.
Wir merken an, daß unsere NotationW+, W− normierte Spurbildung trF =1/dFtr bezu¨glich
der fundamentalen Darstellung F der Loops bereits impliziert.
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Longitudinal , in der x0,x3-Ebene fa¨llt der Loop W+ [bzw.W−] mit deren erster [bzw.
zweiter] Winkelhalbierenden, das heißt mit der x+-Achse [bzw. x−-Achse] zusammen. Diese
Seiten sind lichtartig und verlaufen entlang der physikalische klassischen Trajektorien eines
Quarks und Antiquarks, die parallel zueinander mit (nahezu) Lichtgeschwindigkeit in po-
sitive [bzw. negative] x3-Richtung propagieren, also x3(x0) = x0 [bzw. x3(x0) = −x0], und
gemeinsam einen Quark-Antiquark-/Colour-Dipol darstellen.
Transversal projiziert ist die Loop-Loop-Konfiguration insofern von besonderer Relevanz,
als durch sie – in dem wie folgt ausgefu¨hrten Sinne – die Streuung vollsta¨ndig bestimmt ist.
3.2.1 Transversale Konfiguration
Wir geben die funktionale Abha¨ngigkeit der Wegner-Wilson-Loops W+, W− und damit der
Funktion T˜ℓℓ aus Gl. (3.9) wie folgt an:
T˜ℓℓ = −2i s 〈W+ ·W− − 1 〉A (3.9′)
= T˜ℓℓ(z1,x, x¯; z2,y, y¯) = −2i s 〈W+(z1,x, x¯) ·W−(z2,y, y¯) − 1 〉A (3.10)
= T˜ℓℓ(z1,X; z2,Y;b) = −2i s 〈W+(z1,X,+b/2) ·W−(z2,Y,−b/2) − 1 〉A (3.10′)
Als Variable longitudinalen Ursprungs treten auf: die Anteile zi der Quarks am jeweili-
gen gesamten Lichtkegelimpuls, als transversale Variable: die (Anti)Quarkpositionen x, x¯
und y, y¯ und die Ausdehnungen der Colour-Dipole X, Y und deren Impakt b.
Diese zwei alternativen Variablensa¨tze {z1, z2,x, x¯,y, y¯} und {z1, z2,X,Y,b} parame-
trisieren die Projektion der Konfiguration der Wegner-Wilson-Loops in den Transversal-
raum: durch die Positionen der (Anti)Quarks oder durch die Konstellation der Quark-Anti-
quark-/Colour-Dipole. Allein von dieser Transversalprojektion ha¨ngt die T -Amplitude der
Loop-Loop-Streuung T˜ℓℓ und folglich der Hadron-Hadron-Streuung Thh ab.
Grund dafu¨r ist, daß die Definition der relevanten transversalen Vektoren die longitu-
dinale Dynamik subsumiert: Die b-Integration mit dem Exponential exp{−i τ ·b} in Thh,
vgl. Gl. (3.7), ist Reminiszenz daran, daß der relevante Impakt der Streuung – im Sinne von
Fourier-konjugiert zu τ , dem Vierer-Gesamt-Impulsu¨bertrag – genau der Vierer-Vektor b
ist. In Kapitel 2.3.3 beziehungsweise Anhang C.3 wurde gezeigt, daß aus dieser Definition
der Konjugation zu τ folgt, daß b (in unserem Bezugsystem ist b rein transversal) die mit
den zi-Faktoren gewichteten Mitten der projizierten Dipole X, Y verbindet. Der Impakt b
setzt die longitudinalen Gro¨ßen z1, z2 voraus, involviert u¨ber diese die Abha¨ngigkeit von der
longitudinalen Dynamik – und u¨bersetzt sie in den Transversalraum.
Wir rekapitulieren die formalen Definitionen und Zusammenha¨nge dieser Variablen, in Ter-
men derer wir die transversale Konfiguration parametrisieren; vgl. Seite 67 und Abb. 3.2.
Die Paare {z1,x}, {z¯1, x¯} und {z2,y}, {z¯2, y¯} charakterisieren die (Anti)Quarks des (+)-
beziehungsweise des (−)-Dipols vollsta¨ndig durch ihre Anteile am Lichtkegelimpuls und ihre
transversalen Positionen; dabei schreiben wir abku¨rzend: z¯i=(1−zi).
Diese Variablen sind nicht unabha¨ngig, wohl aber der Satz: die Paare {z1,X} und {z2,Y}
fu¨r den (+)- beziehungsweise (−)-Dipol und b deren Impakt. Konkret sind X beziehungs-
weise Y die vom Antiquark zum Quark hin orientierten transversalen Abstandvektoren, und
es verbindet b, vom (−)- zum (+)-Dipol hin orientiert, deren zi-gewichteten Mitten.
Fu¨r x, x¯, die (Anti)Quark-Positionen des (+)-Dipols, haben wir den Zusammenhang:
x = z¯1X + b/2 + ω (3.11)
x¯ = −z1X + b/2 + ω (3.11′)
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Abbildung 3.2: Die Konfiguration der wechselwirkenden Wegner-Wilson-LoopsW+, W− im
Transversalraum. Die Vektoren x, x¯ und y, y¯ sind die Positionen der (Anti)Quarks des
(+)- bzw. (−)-Loops. Die Quark-Antiquark-Differenzvektoren X bzw. Y sind die Ausdeh-
nungen der entsprechenden Dipole. Der Impaktvektor b, dessen Mitte bezeichnet ist mit ω
(Schnittpunkt des Achsenkreuzes), ist orientiert in Richtung (+)-Dipol und verbindet die
zi-gewichteten Mitten von X und Y.
und fu¨r y, y¯, die des (−)-Dipols:
y = z¯2Y − b/2 + ω (3.12)
y¯ = −z2Y − b/2 + ω (3.12′)
Bis auf den mit ω bezeichneten Punkt, den wir als Koordinatenursprung, das heißt identisch
Null wa¨hlen werden – sind dies die Gln. (2.117), (2.117′) beziehungsweise (2.118), (2.118′).
Dieser Zusammenhang invertiert, gilt fu¨r den Impaktvektor b und fu¨r dessen zuna¨chst
noch allgemein gehaltene Mitte ω:
b = Xz −Yz (3.13)
ω = (Xz +Yz)/2 (3.14)
Anschaulich verbindet dieser Impaktvektor die zi-gewichteten Dipol-Mitten Xz , Yz, die wie
folgt definiert sind:
Xz = z1 x + z¯1 x¯ = b/2 + ω (3.15)
Yz = z2 y + z¯2 y¯ = −b/2 + ω (3.15′)
Fu¨r die Quark-Antiquark-Abstandvektoren schließlich gilt:
X = x − x¯ (3.16)
Y = y − y¯ (3.16′)
Vgl. Gl. (2.114), die Gln. (2.115), (2.115′) und (2.116), (2.116′).
Im folgenden arbeiten wir je nach Zweckma¨ßigkeit entweder mit dem einen oder dem
anderen dieser Variablensa¨tze, ohne bezu¨glich der Notation – vgl. die Gl. (3.10), (3.10′) –
zwischen den entsprechenden Funktionen zu unterscheiden.
Wir unterbrechen unsere Diskussion mit einem Exkurs, der sich von wesentlich gro¨ßerer Be-
deutung herausstellen wird als die Koordinatentransformation, als die er zuna¨chst erscheint.
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Die transversalen Abstandvektoren der Quark-Antiquark-Paare sind X, Y. Sei der Vek-
tor b′ mit Mitte ω′ dadurch definiert, daß er ihre bloßen Mitten verbindet. Es gilt
b′ ≡ b ω′ ≡ ω ⇐⇒ z1 ≡ z2 ≡ 1/2 (3.17)
in Gegenu¨berstellung mit dem Vektor b mit Mitte ω, der die zi-gewichteten Mitten von X
und Y verbindet. Vgl. Abb. 3.3 in Kontrast zu Abb. 3.2.
An die Stelle der Gln. (3.11), (3.11′) treten fu¨r den (+)-Dipol:
x = X/2 + b′/2 + ω′ (3.18)
x¯ = −X/2 + b′/2 + ω′ (3.18′)
und an die Stelle der Gln. (3.12), (3.12′) fu¨r den (−)-Dipol:
y = Y/2 − b′/2 + ω′ (3.19)
y¯ = −Y/2 − b′/2 + ω′ (3.19′)
Addition und Gleichsetzen der (Anti)Quark-Positionen nach (3.11)+(3.11′) !=(3.18)+(3.18′)
beziehungsweise (3.12)+(3.12′) !=(3.19)+(3.19′) fu¨hrt auf
b′ + 2ω′ = (z¯1 − z1)X + b + 2ω (3.20)
−b′ + 2ω′ = (z¯2 − z2)Y − b + 2ω (3.20′)
Addition und Subtraktion dieser Gleichungen fu¨hrt respektive auf
ω
′ = ω + 1/2 [ (1/2− z1)X− (1/2− z2)Y ] (3.21)
b′ = b + [ (1/2− z1)X− (1/2− z2)Y ] (3.22)
vgl. z¯i−zi=1−2zi, als Relationen zwischen den gestrichenen und ungestrichenen Gro¨ßen –
insbesondere in U¨bereinstimmung mit (3.17): Eine Diskrepanz existiert nur fu¨r Konfigura-
tionen mit nicht gleichverteilten Lichtkegelimpulsen.
Die Loop-Loop-Streuamplitude T˜ℓℓ ha¨ngt allein ab von der transversalen Konfiguration
der Streuung. Sei diese Konfiguration statt durch die Vektoren X, Y und b wie in Abbil-
dung 3.2 parametrisiert durch die Vektoren X, Y und b′ wie in Abbildung 3.3 – also auch
implizit unabha¨ngig von den Anteilen zi der Quarks am Lichtkegelimpuls; vgl. Diskussion
oben bzgl. der impliziten Abha¨ngigkeit des Impakts b von den zi. In der Formel fu¨r die
T -Amplitude der Hadron-Hadron-Streuung Thh, vgl. Gl. (3.7), geht im Rahmen dieses Va-
riablenu¨bergangs b→b′, Jacobi-Determinante ≡ 1, die b- u¨ber in eine b′-Integration und,
vgl. Gl. (3.22), die Exponentialfunktion exp{−i τ ·b} u¨ber in einen Faktor exp{−i τ ·b′} und
in einen zweiten Faktor exp{+iτ ·[(1/2−z1)X− (1/2−z2)Y]}. Die z1,z2-Abha¨ngigkeit ist aus
der Loop-Loop-Amplitude T˜ℓℓ faktoriell herausgezogen.
Bei genauerer U¨berlegung konstatieren wir folgendes: Dokumentiert durch Gl. (3.21)
bewegen sich ω′ und ω relativ zueinander, wenn die z1-, z2- und die X-, Y-Integrationen
ausgefu¨hrt werden. Da wir den gemeinsamen Referenzpunkt x0 der Wegner-Wilson-Loops –
im Sinne einer
”
mo¨glichst symmetrischen Wahl“ – wa¨hlen werden als die Mitte des Impakt-
vektors , hat dies zur Konsequenz, daß sich dieser in der einen
”
Parametrisierung“ relativ
zur anderen bewegt. Es handelt sich daher nicht mehr um verschiedene Parametrisierungen
derselben Geometrie. Genau diese Beobachtung machen wir uns zunutze und untersuchen,
wie eine solche permanente Zitterbewegung des Referenzpunktes, mit der korreliert ist ei-
ne entsprechende Bewegung der Fla¨chen, u¨ber die die paralleltransportierten Feldsta¨rken
integriert werden, sich quantitativ auf die postulierten Wirkungsquerschnitte auswirkt.
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Abbildung 3.3: In Kontrast zu dem Vektor b mit Mitte ω, vgl. Abb. 3.2, verbindet der
Vektor b′ mit Mitte ω′ nicht die zi-gewichteten, sondern die bloßen Mitten der Dipole.
Wir finden vernachla¨ssigbare numerische Effekte von kleiner als einem halben Prozent.
Dies ist die A posteriori-Rechtfertigung der Annahme einer nur geringen Abha¨ngigkeit un-
seres Zugangs von der Wahl des Referenzpunktes, wenn diese nur
”
vernu¨nftig“ ist, im Sinne
von
”
mo¨glichst symmetrisch“. Diese Annahme ist eingegangen in den nicht explizit vom
Referenzpunkt abha¨ngenden Ansatz fu¨r die Kumulante zweiter Ordnung in den parallel-
transportierten Feldsta¨rken.3.5 Wir schließen diesen Exkurs und fahren fort mit unserer
Diskussion in Termen der ungestrichenen Vektoren wie veranschaulicht in Abbildung 3.2.
3.2.2 Loop-Loop-Streuamplitude T˜
(s,b)
ℓℓ
Wir rekapitulieren die Umformungen der Loop-Loop-Streuamplitude T˜ℓℓ als des Vakuumer-
wartungswerts 〈 · 〉A im wesentlichen des Produkts der Wegner-Wilson-LoopsW+, W−, vgl.
Gl. (3.10′), – in eine Gestalt, die in einfacher und anschaulicher Weise allein von der gerade
diskutierten transversalen Konfiguration abha¨ngt. Sei verwiesen auf Kapitel 2.4 und 2.5.
Sei Abbildung 3.2 formal aufgefaßt als transversaler Schnitt bei x+≡ω+, x−≡ω− bezu¨g-
lich eines Punktes ω, dessen transversale Komponente ω in dieser Ebene gerade die Mitte
des Impaktvektors b bezeichnet. Sei dieser Punkt ω gewa¨hlt als der Koordinatenursprung –
ohne unmittelbar ω ≡ 0 zu setzen. Die funktionale Abha¨ngigkeit der Loops W+, W− ist
dann zu lesen: Die lange, longitudinale Seite des (+)-Loops W+(z1,X,+b/2) verla¨uft auf
der x+-Achse; seine kurze, transversale Seite ist der Vektor X, dessen z1-gewichtete Mitte
transversal bei +b/2+ω positioniert ist. Analog der (−)-Loop W−(z2,Y,−b/2).
Der Wegner-Wilson-Loop selbst sei in der Gestalt von Gl. (2.140) konkretisiert:
W (C) = trR PC˜ exp −
i g
2
∫
S(C˜)
dσµν(x′) Fµν(x′;x0, Cx0x′) (3.23)
In dieser Formel ist die Feldsta¨rke F (x′;x0, Cx0x′), deren Eichanteil mithilfe Konnektoren
entlang einer Kurve Cx0x′ hin und entlang deren Inversen Cx′x0≡Cx0x′−1 zuru¨ck an den Refe-
renzpunkt x0 paralleltransportiert ist, bezu¨glich ihres Arguments x
′ in folgendem Sinne zu
3.5Vgl. Kapitel 1 die Gln. (1.63), (1.63′), (1.64) (1.64′), Gl. (1.66) und Gl. (1.68).
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integrieren: In definierter Ordnung PC˜ u¨ber eine Fla¨che S(C˜), die unendlich fein plakettiert
zu denken ist durch die Deformation C˜, die zusammengesetzt ist aus den Kurven Cx0x′ , Cx0x′−1
und weiter den Kurven fu¨r x′′, x′′′,. . . Diese Fla¨che S(C˜) hat dabei den Bedingungen zu
genu¨gen: daß ihr Rand mit dem orientierten Loop zusammenfa¨llt und daß sie den Referenz-
punkt x0 als Element entha¨lt, – sie ist dadurch aber noch nicht vollsta¨ndig bestimmt. Vgl.
die Diskussion zum Nichtabelschen Stokes’schen Satz Gl. (1.38) auf Seite 29.
Um auf die Amplitude T˜ℓℓ in der Gestalt des Vakuumerwartungswerts zweier Wegner-
Wilson-Loops die Kumulantenentwicklung anwenden zu ko¨nnen, vgl. Abschnitt 1.3, mu¨ssen
die Referenzpunkte von W+, W− identisch sein, das heißt es mu¨ssen die Integrationsfla¨chen
S(C˜+), S(C˜−) in diesem Punkt geometrisch verknu¨pft sein. Der Ansatz fu¨r die Kumulante
zweiter Ordnung in den paralleltransportierten Feldsta¨rken, vgl. Fußnote 3.5, tra¨gt Rech-
nung einer funktionalen Abha¨ngigkeit von der Vierer-Differenz ξ der Feldsta¨rkenpositionen
allein und nicht auch vom gemeinsamen Referenzpunkt x0. Wir haben argumentiert und ge-
rade verifiziert, daß dies dann gerechtfertigt ist, wenn in mo¨glichst symmetrischer Weise x0
und – damit in Zusammenhang – die Integrationsfla¨chen gewa¨hlt werden.
In diesem Sinne identifizieren wir die Referenzpunkte der Wegner-Wilson-LoopsW+,W−
mit einem gemeinsamen Referenzpunkt x0. Wir wa¨hlen diesen identisch der Mitte ω des Im-
paktvektors b, das heißt x0≡ω. Wir konkretisieren die Integrationsfla¨chen als die orientier-
ten Mantelfla¨chen zweier Pyramiden, deren gemeinsamer Apex gerade der Referenzpunkt x0
und deren Basen der jeweilige plane Loop ist. Wir verweisen auf Abbildung 2.4 auf Seite 76.
Die Geraden, die in dem in Abbildung 3.2 dargestellten transversalen Schnitt von ω
zu den Positionen x, x¯ und y, y¯ der (Anti)Quarks verlaufen, sind die Projektionen dieser
Pyramiden-Mantelfla¨chen in den Transversalraum. Wir rekapitulieren im folgenden, wie sich
die Integrationen der paralleltransportierten Feldsta¨rken u¨ber die Pyramiden-Mantelfla¨chen
reduzieren auf ihre Integration u¨ber diese Projektionen im Transversalraum.
Wir verweisen auf die ausfu¨hrliche Darstellung dieser Geometrie in Kapitel 2.4.2, die ein-
schließt explizite Parametrisierungen der Pyramiden-Mantelfla¨chen S(C˜p) und S(C˜m) u¨ber
den nahezu lichtartigen Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm und deren transversale Projektio-
nen. Diese gehen u¨ber im hier betrachteten Limes s→∞ in die Fla¨chen S(C˜+) und S(C˜−)
u¨ber den lichtartigen Wegner-Wilson-Loops W+, W−.
Vor dieser Geometrie wird in Kapitel 2.4 und 2.5 die Streuamplitude T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ fu¨r große
aber endliche Werte des Quadrats s der invarianten Schwerpunktenergie dargestellt wie
folgt – vgl. Gl. (2.263):
T˜ℓℓ = 2i s
1
(4Nc)2
(
〈g2FF 〉Aa
4
)2
(3.24)
×
[
2
N2c −1
X˜pm
2 +
( gpp
g+−
)2
·
(
X˜pp X˜mm +
2
N2c −1
X˜pm
2
)]
× exp − 1
4Nc
· 〈g2FF 〉Aa4 ·
gpp
g+−
(
X˜pp + X˜mm
)
Im Limes s→∞ geht die Komponente gpp des metrischen Tensors bezu¨glich der Koordina-
tenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2} u¨ber in die – identisch verschwindende – Komponente g++ des me-
trischen tensors bezu¨glich der Lichtkegel-Koordinatenlinien µ¯∈{+,−, 1, 2}. Aus Gl. (3.24)
folgt die bekannte s→∞-asymptotische Formel:
T˜ℓℓ = 2i s
1
(4Nc)2
2
N2c −1
(
〈g2FF 〉Aa
4
)2
X˜pm
2 (3.25)
Die Funktion X˜pm≡X˜pm(z1,X; z2,Y;b) ha¨ngt ab allein von der Geometrie der Streuung
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in der x1x2-Transversalebene und ist insbesondere unabha¨ngig von den der Energie
√
s
der Streuung. Sie ist Summe eines Anteils X˜Cpm bezu¨glich der konfinierenden Lorentz-
Tensorstruktur tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ des Korrelationstensors und eines Anteils X˜
C
pm bezu¨glich der nicht-
konfinierenden Struktur tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ – vgl. die Gln. (2.241), (2.242):
X˜pm = κ X˜
C
pm + (1−κ) X˜NCpm (3.26)
Die nicht-konfinierende Funktion ist explizit angegeben in den Gln. (2.243), (2.243′):
X˜NCpm = i
1
6
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J ˜̥[F
NC ]
(∣∣rIp−rJm∣∣) (3.27)
= 8 · λ4 π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J K3
(∣∣rIp−rJm∣∣/λ) (3.27′)
fu¨r die konfinierende in den Gln. (2.245), (2.245′):
X˜Cpm = i
1
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (3.28)
× rIp · rJm
∫ 1
0
ds
{
˜̥(1)[FC ]
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + ˜̥(1)[FC ](∣∣rIp − s rJm∣∣) }
= λ4
π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (3.28
′)
× rIp · rJp
/
λ2
∫ 1
0
ds
{
K2
(∣∣s rIp − rJm∣∣/λ)+ K2(∣∣rIp − s rJm∣∣/λ) }
Dabei folgen die gestrichenen Darstellungen auf Basis unseres expliziten Ansatzes fu¨r die
Korrelationsfunktionen; vgl. Anh. F. Die Funktionen Kµ(ζ) sind definiert durch
Kµ(ζ) =
(1
2
)µ−1 1
Γ(µ)
ζµKµ(ζ) (3.29)
mit Kµ(ζ)→ 1, ∀Reµ > 0 fu¨r ζ → 0 (3.29′)
vgl. Gl. (2.180) – und Kµ der modifizierten Besselfunktion zweiter Art mit Index µ in der
Konvention von Ref. [2]. Sie sind normiert auf Eins fu¨r verschwindendes Argument.
Die nicht-konfinierende Funktion X˜NCpm ist zuna¨chst gegeben in Form des Integrals:
X˜NCpm = i
1
6
∫
S⊥p
dxip ∂
x˜p
i
∫
S⊥m
dxjm ∂
x˜m
j
˜̥[FNC ](|x|) (3.30)
vgl. Gl. (2.198′) mit χ˜NCpm =− detSL gpp · X˜NCpm nach Gl. (2.242).
Die partiellen Ableitungen stammen aus der nicht-konfinierenden Tensorstruktur tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜.
Der Integrand ist daher vollsta¨ndiges Differential beider Koordinatenlinien, so daß das Inte-
gral folgt als Differenzen bezu¨glich der Endpunkte der transversalen Projektionen S⊥p , S⊥m
der Pyramiden-Mantelfla¨chen: den transversalen Projektionen der (Anti)Quark-Positionen.
Der resultierende Ausdruck – vgl. Gln. (3.27) – ist dominiert durch die entsprechende Kor-
relationsfunktion, die fu¨r großes Argument, das heißt große Separation der (Anti)Quarks
allgemein exponentiell abfa¨llt. Die Funktion X˜NCpm ist in der Tat nicht konfinierend.
Die konfinierende Funktion X˜Cpm ist zuna¨chst gegeben in Form des Integrals – vgl. die
Gln. (2.227), (2.228′):
X˜Cpm = i
1
12
∫
S⊥p
dxip
∫
S⊥m
dxim ∂j
[
xjF
]
(3.31)
mit χ˜Cpm=− detSL gpp · X˜Cpm nach Gl. (2.242) und F (|x|)≡ ˜̥(1)[FC ](|x|) nach Gl. (2.231).
Der Integrand in diesem Ausdruck ist nicht vollsta¨ndiges Differential beider Koordina-
tenlinien. Es kann allgemein nur eine Integration ausgefu¨hrt werden. Die Funktion X˜Cpm ist
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rQ
(+) ·(λa) ≡ x
rAQ
(+) ·(λa) ≡ x¯
rQ
(−) ·(λa) ≡ y
rAQ
(−) ·(λa) ≡ y¯
θ− θ+
X
Y
b
x0≡ω
eˆb
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Abbildung 3.4: In Kontrast zur Quark-Quark-Wechselwirkung, inha¨rent der Funktion X˜NCpm ,
liegt X˜Cpm eine nichtlokale Wechselwirkung zugrunde. Sei betrachtet die Kombination
{rI
(+), r
J
(−)} fu¨r feste I, J ∈{Q,AQ}. Nach Gl. (3.32) treten zwei Kurvenintegrale auf ent-
lang der Verbindungslinie vom Referenzpunkt zu den Positionen rI
(+), r
J
(−): entlang dem
entsprechenden orientierten Abschnitt S⊥+
∣∣
I
(s), S⊥−
∣∣
J
(s), der Transversalprojektionen der
Pyramiden-Mantelfla¨chen S+, S− – Geraden fu¨r plane Fla¨chen. Das erste Integral integriert
die Korrelationen bezu¨glich K2 auf: jedes Punktes auf S⊥+
∣∣
I
mit rJ
(−), das zweite Integral die
Korrelationen jedes Punktes auf S⊥−
∣∣
J
mit rI
(+). Dargestellt ist I≡J≡Q.
nichtlokal in dem Sinne, daß sie abha¨ngt nicht nur von den Differenzen der – transversal
projizierten – Positionen der (Anti)Quarks, sondern auch davon, wie diese verbunden sind
durch die Projektionen S⊥p , S⊥m der Pyramiden-Mantelfla¨chen. Wir argumentieren, daß die-
se
”
Verbindungen“ zu interpretieren sind als die – transverslen Projektionen – gluonischer
Strings, die sich ausbilden zwischen den (Anti)Quarks.
Seien zuna¨chst die Funktionen X˜NCpm und X˜
C
pm – vgl. Gl. (3.27
′) bzw. (3.28′) – abschlie-
ßend angegeben in Form:
X˜NCpm = 8·λ4
π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J K3
(∣∣rI(+)−rJ(−)∣∣) (3.32)
X˜Cpm = λ
4 π
12
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J (3.32
′)
× rI
(+) · rJ(−)
∫ 1
0
ds
{
K2
(∣∣s rI
(+) − rJ(−)
∣∣)+ K2(∣∣rI(+) − s rJ(−)∣∣) }
mit Notation3.6
rQ
(+) ≡ x/(λa) rAQ(+) ≡ x¯/(λa) rQ(−) ≡ y/(λa) rAQ(−) ≡ y¯/(λa) (3.33)
fu¨r die skalierten Positionen der (Anti)Quarks des (+)- und (−)-Dipols, bzgl. x, x¯ und y, y¯,
vgl. die Gln. (3.11), (3.11′) bzw. (3.12), (3.12′). Wir verweisen auf Abbildung 3.4.
Die Funktion X˜NCpm subsumiert Wechselwirkung der Dipol-Endpunkte oder (Anti)Quarks;
sie induziert daher Quarkadditivita¨t. Die Funktion X˜NCpm ha¨ngt ab von der Ausdehnung
der wechselwirkenden Colour-Dipole. Die T -Amplitude des MSV bricht Quarkadditivita¨t
aufgrund des C-Terms. Das Verha¨ltnis der totalen Wirkungsquerschnitte Pion-Proton zu
3.6Die Konstanten λ, a treten auf nur als Produkt (λa) – vgl. die Gln. (3.24), (3.25) – das daher die effektive
Korrelationsla¨nge ist; mit λ=8
/
3π∼=0.849 ist diese um 15% keiner als a allein.
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Proton-Proton folgt aber auch im MSV ungefa¨hr zu Zwei Drittel: σtotπp/σ
tot
pp
∼=2/3; allerdings
nicht aufgrund Quarkadditivita¨t, sondern aufgrund dessen, daß das Verha¨ltnis der Ausdeh-
nungen von Pion zu Proton im Quadrat ungefa¨hr 2/3 betra¨gt. Vgl. die Bem. zu Gl. (3.57).
In Kapitel 1 sind eingefu¨hrt die Indizes C und NC als confining (Colour-Ladungen konfi-
nierend in eichinvariante Zusta¨nde) und non-confining (nicht konfinierend). Dies geschah in
Konsequenz des Resultats des MSV fu¨r ein statisches Quark-Antiquark-Paar – mathematisch
repra¨sentiert durch den Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A eines einzelnen Wegner-Wilson-Loops.
So setzt das Nichtverschwinden der Stringspannung σ – das heißt (lineares) Confinement –
notwendig voraus das Nichtverschwinden der Lorentz-Tensorstruktur tC ; sie ist insbesondere
unabha¨ngig von der Struktur tNC ; vgl. Gl. (1.73).
Wir diskutieren, daß in diesem Sinne auch in weicher Hochenergiestreuung – mathe-
matisch repra¨sentiert durch den Vakuumerwartungswert 〈 · 〉A zweier, nahezu lichtartiger
Wegner-Wilson-Loops – der C-Term anzusprechen ist als konfinierend, der NC-Term dem-
gegenu¨ber als nicht konfinierend. Ursache hierfu¨r ist genau die Nicht-Lokalita¨t der Wechsel-
wirkung immanent der Funktion X˜Cpm gegenu¨ber der bloßen Quark-Quark-Wechselwirkung
der Funktion X˜NCpm . Diese Nicht-Lokalita¨t fu¨hrt auf einen Mechanismus, der sensitiv ist auf
die Gro¨sse der wechselwirkenden Colour-Dipole, in dem Sinne, daß die
”
Quark-Antiquark-
Verbindungslinien“ wesentlich an der Streuung beteiligt ist. Wir interpretieren dies als
String-String-Mechanismus : das Ausbilden und Wechselwirken gluonischer Strings zwischen
den Quarkkonstituenten des Dipols.
Die Abbildungen 3.5(a),(b) und 3.6 suggerieren und veranschaulichen diese Interpretati-
on. Dargestellt ist die dimensionslose Funktion
σ˜ℓℓ(b) =
1
s
Im
∫ 2π
0
dθ−
2π
T˜ℓℓ(. . . , θ−, . . . ;b) (3.34)
wobei durch Integral und Punkte eine Dipol-Dipol-Konfiguration mit Impaktvektor b an-
gedeutet sei. Die Funktion σ˜ℓℓ ist definiert durch T˜ℓℓ: die bezu¨glich des transversalen Im-
pulstransfers τ , mit t = τ2, Fourier-transformierte T -Amplitude fu¨r die Wechselwirkung
dieser Konfiguration; bzgl. T˜ℓℓ vgl. die Gln. (3.25), (3.32), (3.32
′). Aufgrund des opti-
schen Theorems ist σtotℓℓ ≡
∫
d2b σ˜ℓℓ(b) der entsprechende totale Wirkungsquerschnitt , σ˜ℓℓ(b)
selbst daher aufzufassen als Wechselwirkungsamplitude der zugrundeliegenden Dipol-Dipol-
Konfiguration mit Impakt b, die wir wie folgt definieren.
Seien systematische Notation und polare Koordinaten eingefu¨hrt durch:
r+≡ X, r−≡ Y und r±≡ |r±|, θ±≡ Azimut von r± bzgl. b (3.35)
mit r+, r− den transversalen Ausdehnungen des (+)-, (−)-Dipols und θ+, θ− den Azimutwin-
keln um ihre z+-, z−-gewichteten Mitten in der Transversalebene, abgetragen vom Impakt-
vektor b so, daß θ+, θ−=0 [π], falls X,Y parallel [antiparallel] zu b, vgl. Abb. 3.4.
Besitze der eine Dipol, o.E.d.A. der (+)-Dipol die Ausdehnung r+=12 a, sei z+=1/2, das
heißt der Lichtkegellimpuls ist gleichverteilt auf Quark und Antiquark: die z+-gewichtete
Mitte identisch mit seiner bloßen Mitte. Besitze der andere, (−)-Dipol die Ausdehnung r−=
1 a, sei z−=1/2. Er werde gemittelt u¨ber sa¨mtliche Orientierungen θ− und beliebig verscho-
ben relativ zum (+)-Dipol, der fest positioniert sei. Wir betrachten σ˜ℓℓ als Funktion des
entsprechenden Impakts, den wir gema¨ß b=b‖+b⊥ zerlegen in einen Anteil parallel und in
einen orthogonal zu der Richtung, die der (+)-Dipol definiert.3.7
Wir betrachten im Vergleich die Abbildungen 3.5(a) und (b). Dargestellt ist die Am-
3.7Wahl eines Koordinatensystems heißt Wahl des Azimutwinkels ϕb des Impaktvektors bzgl. dessen
x1-Achse; σ˜ℓℓ ist unabha¨ngig von ϕb, relevant ist θ+ als Azimut von b zur Richtung des (+)-Dipols.
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Abbildung 3.5: Amplitude σ˜ℓℓ fu¨r die Wechselwirkung zweier Colour-Dipole als Funktion
deren Impakts b, vgl. Gl. (3.34). Der (+)-Dipol hat Ausdehnung r+= 12 a (z+= 1/2) und
ist fest positioniert. Der (−)-Dipol hat Ausdehnung r−= 1 a (z−=1/2), er werde gemittelt
u¨ber seine Orientierungen und verschoben relativ zum (+)-Dipol. (a) Nicht-konfinierender
Fall, κ ≡ 0. Wesentliche Beitra¨ge zur Wechselwirkung treten auf nur fu¨r kleine Absta¨nde
der Dipol-Endpunkte, das heißt (Anti)Quarks. (b) Konfinierender Fall, κ≡ 1. Wesentliche
Beitra¨ge treten auf fu¨r kleine Absta¨nde der Dipole an sich: es genu¨gt ein kleiner Abstand des
kleinen Dipols zu der geraden Verbindung der Quarkkonstituenten des großen, auch wenn
er von diesen selbst weit separiert ist.
plitude σ˜ℓℓ der Wechselwirkung zweier Colour-Dipole als Funktion deren Impakts b, vgl.
Gl. (3.34): in Abbildung 3.5(a) der NC-Term und in 3.5(b) der C-Term, die folgen durch
Setzen κ≡ 0 beziehungsweise κ≡ 1, vgl. Gl. (3.26). Fu¨r jede Verschiebung des (+)-Dipols
relativ zum (−)-Dipol sind diese Terme berechnet als Funktion des Impakts b=b‖+b⊥ und
aufgetragen u¨ber der b‖,b⊥-Ebene.
Wesentliche Beitra¨ge treten aufgrund des exponentiellen Abfalls der X˜Cpm-, X˜
NC
pm -inha¨ren-
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Abbildung 3.6: Amplitude σ˜ℓℓ fu¨r die Wechselwirkung zweier kollinearer Colour-Dipole als
Funktion deren Impakts b‖, vgl. Gl. (3.34). NC- gegen C-Term, normiert auf das Maximum
des C-Terms. Der (+)- und (−)-Dipol sind identisch dimensioniert wie in Abbildung 3.5 und
identisch konfiguriert mit dem einzigen Unterschied, daß die Position des (−)-Dipols ein-
geschra¨nkt ist auf die gerade Verbindungslinie der Quarkkonstituenten des (+)-Dipols. Es
ist b⊥≡0 per definitionem und σ˜ℓℓ aufgetragen u¨ber b≡b‖: das heißt genau die Profile u¨ber
der b⊥≡ 0-Linie der Abbildungen 3.5(a),(b). Wa¨hrend sich der NC-Term konstituiert aus
Konfigurationen mit kleinen Absta¨nden der Dipol-Endpunkte, treten im C-Term wesentli-
che Beitra¨ge auch auf bei kleinen Absta¨nden der Dipole an sich. Die physikalische Kurve
fu¨r κ=0.74, s.u. Gl. (3.47), folgt durch Multiplikation desNC-Terms mit (1−κ)/κ ∼= 1/3 und
Addition zum C-Term, das heißt der konfinierende Term dominiert die Wechselwirkung.
ten Korrelationsfunktionen K2, K3 nur auf fu¨r kleine Absta¨nde. Dabei bezieht sich ”Ab-
stand“ fu¨r den NC-Term auf die Separation der Endpunkte der Dipole, das heißt der Sepa-
ration ihrer Quarkkonstituenten. Fu¨r den C-Term dagegen bezieht sich
”
Abstand“ auf die
Separation der geraden Verbindungslinie der Quarkkonstituenten des einen zu der des ande-
ren Dipols. Dies ist insbsondere im dargestellten Falle eines großen und eines kleinen Dipols
von eklatantem Unterschied: Bei Positionierung des kleinen Dipols auf der Verbindungslinie
der Quarkkonstituenten des großen, hat er zu dieser Linie minimalen, zu dessen Endpunkte
mitunter sehr großen Abstand. Dies ist dahin zu interpretieren, daß zwischen den Quark-
konstituenten eines Dipols ein gluonischer String ausgebildet ist, und diese wesentlich zur
Amplitude T˜ℓℓ der Dipol-Dipol-Wechselwirkung beitragen: Der postulierte String-String-
Mechanismus.
Dieser Mechanismus wird noch deutlicher herauspra¨pariert in Abbildung 3.6, in der die
Profile der b⊥≡0-Linien der Abbildungen 3.5(a) und (b) gegeneinander aufgetragen sind:
Der (−)-Dipol wird verschoben nur auf der geraden Verbindungslinie der Quarkkonstituenten
des des (+)-Dipols, (+)- und (−)-Dipol sind kollinear.
Wir merken an zu den Abbildungen 3.5 und 3.6: Erstens. Von den Funktionen X˜C , X˜NC,
vgl. die Gln. (3.32), (3.32′), u¨bertragen sich auf die T -Amplitude T˜ℓℓ die Symmetrien:
T˜ℓℓ(z+, θ+, z−, θ−, . . .) (3.36)
= T˜ℓℓ(1−z+, π+θ+, z−, θ−, . . .) = T˜ℓℓ(z+, θ+, 1−z−, π+θ−, . . .)
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das heißt sie ist symmetrisch bezu¨glich gleichzeitiger Ersetzung θ±→(π+θ±) und z±→ z¯±
im (+)- und/oder (−)-Dipol. Zweitens. In Wirklichkeit sind die Quarkkonstituenten weni-
ger deutlich voneinander getrennt als in den Abbildungen 3.5(b), 3.6(NC) – und entspre-
chend fa¨llt der C-Term weniger stark ab auf ihrer Verbindungslinie als in den Abbildun-
gen 3.5(a), 3.6(C): Der Wert der Korrelationsla¨nge a betra¨gt ungefa¨hr 0.35 fm, so daß ein
physikalischer Colour-Dipol eine transversale Ausdehnung von nur 4−5 a besitzt.3.8
3.2.3 Hadron-Hadron-Streuamplitude T
(s,t)
hh
Wir gehen u¨ber von der Fourier-transformierten T -Amplitude T˜
(s,b)
ℓℓ fu¨r Loop-Loop-Streuung
zur vollen T -Amplitude T
(s,t)
hh fu¨r Hadron-Hadron-Streuung. Wir rekapitulieren:
T
(s,t)
hh ≡ 〈h2
′
(P2′ )h
1′(P1′ ), in |T |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (3.37)
=
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z+, r+)
∫
dϕ2′,2(z−, r−) T˜
(s,b)
ℓℓ (z+, r+; z−, r−;b)
Bzgl. der von Gl. (3.7) differierenden Notation z±, r± vgl. (3.35).
Wir betrachten T˜ℓℓ als ausintegriert bezu¨glich der Variablen eines Dipols; sei dies o.E.d.A.
der (−)-Dipols, das heißt ausintegriert mit dem Maß dϕ2′,2, das die Spinsumme der Licht-
kegelwellenfunktionen ϕ2
′
ss¯
†, ϕ2ss¯ impliziert, die Variablen z−, r−, vgl. Gl. (3.8). Aufgrund
derselben Argumentation wie oben, vgl. Fußnote 3.7, ha¨ngt die resultierende Funktion vom
Impaktvektor b nur ab u¨ber dessen Betrag |b| und nicht von dessen Azimut ϕb, der Verdre-
hung relativ einer beliebig gewa¨hlten x1-Achse. Die ϕb-Winkelintegration betrifft daher nur
die Exponentialfunktion und wird trivial bei Wahl der x1-Achse in Richtung τ ; wir erhalten:
Thh =
∫
dϕ1′,1(z+, r+) Tℓp(z+, r+; |τ|) (3.38)
dabei gilt |τ|=√−t+δt∼=√− t, vgl. Gl. (3.6), und ist definiert:
Tℓp(z+, r+; |τ|) = 2π
∫ ∞
0
|b| d|b| J0(|τ||b|)
∫
dϕ2′,2(z−, r−) T˜ℓℓ(z+, r+; z−, r−; |b|) (3.39)
mit J0 der Besselfunktion erster Art in der Definition von Ref. [2]: J0(z)→1 fu¨r z→0.
In der vorliegenden Arbeit diskutieren wir Photo- und Leptoproduktion verschiedener
Vektormesonen V unter verschiedenen kinematischen Bedingungen (s, t) an einem festen
intakt bleibenden Proton-Target, vgl. Fußnote 3.2. Mit Bezug des Index
”
1“, des (+)-Dipols
auf die Vektormeson-Seite der Streuung und des Index
”
2“ des (−)-Dipols auf die des Protons
heißt dies die Identifizierung: h1≡γ(∗), h1′ ≡V und h2≡h2′ ≡p. Wir haben daher den un-
vera¨nderlichen Teil der Streuung, die Proton-Seite absorbiert in die Funktion Tℓp≡T (s,t)ℓp , die
genau die T -Amplitude ist fu¨r die Streuung eines Wegner-Wilson-Loops, das heißt Colour-
Dipols an dem festen Proton-Target. Außer von der Kinematik (s, t), vgl. |τ|∼=√− t, ha¨ngt
sie ab von dem Paar {z+, r+}, das den als variabel zu betrachtenden (+)-Dipol charakterisiert.
Sie ist von unmittelbarer physikalischer Bedeutung.
Parameter. Wir unterbrechen die Diskussion mit der Bestimmung der Parameter, die
unserer Beschreibung weicher Hochenergiestreuung zugrunde liegen. Dies sind zum einen
die Parameter des MSV an sich: Gluonkondensat 〈g2FF 〉A, Korrelationsla¨nge a und die
Konstante κ, die NC- und C-Term gegeneinander gewichtet. Zum anderen ist ein Ansatz
3.8Effektive Korrelationsla¨nge ist nicht a, sondern λa, vgl. die Bem. zu Gl. (3.33). Wir werden dies im
folgenden sprachlich nicht mehr differenzieren.
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zu machen fu¨r die Wellenfunktion des Protons und anzugeben deren Parameter.
Diese Bestimmung geschieht bezu¨glich weicher Proton-Proton-Streuung bei hoher invari-
anter Schwerpunktenergie
√
s wie bezu¨glich Confinements eines statischen Quark-Antiquark-
Paares. – Sie garantiert daher Konsistenz des vorgestellten Zugangs zu Streupha¨nomenen
des Hochenergiebereichs nichtperturbativer Quantenchromodynamik mit der Beschreibung
im Rahmen des MSV von Pha¨nomenen ihres Niederenergiebereich.
Wir gehen in derselben Weise vor wie Ref. [63], vgl. auch Ref. [122]: Die Beschreibung
eines statischen Quark-Antiquark-Paares reduziert sich unter sehr allgemeinen Annahmen
auf die fundamentale Kumulante zweiter Ordnung in paralleltransportierten Feldsta¨rken:
(K2)a1a2≡〈g2F (1)a1F (2)a2〉A, mit F (i) ≡ Fµiνi(xi;x0, Cx0xi). Vgl. die Gln. (1.64), (1.64′), bzgl.
der Relation von (K2)a1a2 mit dem Korrelations-Lorentz-Tensor D=(Dµ1ν1µ2ν2) Gl. (1.66)
und bzgl. dessen Gestalt Gl. (1.82) bzw. (1.82). Diese Kumulante (K2)a1a2 wird berechnet
in den Refn. [35, 50, 51] im Rahmen einer pure SU(Nc ≡ 3)-Gittereichtheorie, das heißt ei-
ner reinen (Gitter)Eichtheorie ohne dynamische Fermionen.3.9 Ref. [51] gelangt unmittelbar
zu κ∼=0.74, das heißt bei maximaler Korrelation betra¨gt der NC-Term nur ein Drittel des
C-Terms. Sie postuliert innerhalb der numerischen Unsicherheit im (Gitter-)relevanten Be-
reich des Ortsraums Proportionalita¨t der entsprechendenDµ1ν1µ2ν2 -inha¨renten Korrelations-
funktionen; dies induziert die Verknu¨pfung der Korrelationsfunktionen im Impulsraum D˜C
und D˜′NC wie formuliert in den Gln. (1.78), (1.81). Bezu¨glich des in diesen Gleichungen
angegebenen Ansatz folgt weiter beste Anpassung an die auf dem Gitter
”
gemessenen“ Kor-
relationsfunktionen fu¨r den Index n≡4 (der auch im folgenden unterdru¨ckt sei).
Im Rahmen des dargestellten Zugangs des MSV zu weicher Hochenergiestreuung wird
in Ref. [63] zuna¨chst die Streuung zweier gleicher hadronischer Zusta¨nde diskutiert und
festgestellt die dominierende Sensitivita¨t auf deren transversale Ausdehnung. Bezogen auf
die Streuung zweier Proton existiert das umfangreichste und genaueste Material experimen-
teller Daten. Zum einen ist aber nur wenig bekannt u¨ber die exakte Gestalt der Proton-
Lichtkegelwellenfunktion, zum anderen sollte sie in Hinblick auf die Aussagekraft des Modells
nur wenige Parameter enthalten. Fu¨r das Absolutquadrat der Proton-Wellenfunktion wird
daher der einfache Ansatz gemacht:
ϕ
p†
ss¯ (z−, r−) ϕ
p
ss¯(z−, r−) ≡
∣∣ϕp(z−,r−)∣∣2 (3.40)
!
= 2ω2p δ(z−−1/2) e−ω
2
p r
2
−
mit r− = |r−|, vgl. Gl. (3.35), normiert wie in Gl. (2.49). Das Proton aufgefaßt als 1S-
Zustand in einem Harmonischen-Oszillator-Potential, besitzt genau diesen Transversalanteil.
Mit ωp dem Oszillatorparameter sind Rp≡〈r 2−〉1/2=1/2ωp und R3,p=〈~r 2−〉1/2=
√
3/2/2ωp der
transversale beziehungsweise volle root mean square-Radius (rmsq-Radius) dieses Zustands.
Bezu¨glich des Lichtkegelimpulses wird Gleichverteilung auf Quark und Antiquark angenom-
men: z−=1/2. Wir kommen darauf zuru¨ck, wie gerechtfertigt diese Approximationen sind.
Auf Basis dieses Absolutquadrats der Proton-Wellenfunktion werden in Ref [63] fu¨r
Proton-Proton-Streuung unter anderem berechnet der totaler Wirkungsquerschnitt :
σtot =
1
s
Im T
(s,t=0)
hh (3.41)
auf Basis des optischen Theorems, und der slope-Parameter, der zusammenha¨ngt mit dem
3.9Neuere Gittersimulationen existieren, die versuchen perturbative Beitra¨ge pra¨ziser von den nichtpertur-
bativen Gluonfluktuationen zu isolieren, auch die dynamische Fermionen miteinbeziehen, vgl. Ref. [52] bzw.
die Refn. [46–48]; angesichts der nur geringen Diskrepanz in Hinblick auf numerische wie konzeptionelle
Unsicherheit hier wie dort erscheint es gegenwa¨rtig nicht als gerechtfertigt, die etablierte Formulierung des
MSV umzuwerfen – etwa durch verfeinerte Anpassungen der Korrelationsfunktionen.
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t-differentiellen elastischen Wirkungsquerschnitt in Vorwa¨rtsrichtung:
B0 =
d
dt
ln
dσel
dt
∣∣∣
t=0
mit
dσel
dt
(t) =
1
16π
1
s2
∣∣T (s,t)hh ∣∣2 (3.42)
anschaulich der Abfall mit τ2∼=−t, dem invarianten Quadrat des Impulstransfers, des in t
differentiellen Wirkungsquerschnitts an der Stelle t=0. Durch Eliminierung der Abha¨ngig-
keit vom Protonradius Rp in den resultierenden Funktionen σ
tot(Rp/a) und B0(Rp/a) und
durch Anbinden an die experimentellen Zahlenwerte fu¨r
√
s=20 GeV, s′ in GeV2:
σtotpom.(pp, pp¯) = 21.70 mb · (s′)0.0808
∣∣√
s=20 GeV
∼= 35.2 mb (3.43)
B0
∣∣√
s=20 GeV
∼= 11.5 GeV−2 (3.44)
vgl. Ref. [56] bzw. [7],3.10 folgt 〈g2FF 〉
′
A, das Gluonkondensat in GeV
4, als Funktion von a′,
der Korrelationla¨nge a in fm, wir schreiben symbolisch: 〈g2FF 〉
′(1)
A (a
′). Eine zweite Funktion
〈g2FF 〉
′(2)
A (a
′) folgt aus der Berechnung der Stringspannung σ im Rahmen des MSV:
σ =
8
81π
a2 κ〈g2FF 〉A σ
∼= 0.18 GeV2 (3.45)
vgl. Gl. (1.73) und die Refn. [60,61,63]. Eine dritte Funktion letztlich folgt aus Ref. [51], aus
der Anbindung der QCD-Gitterskala Λlatt. an physikalische Einheiten:
Λlatt. ∼= 5 MeV (3.46)
Aufgrund der Unsicherheit, die den experimentellen Werten fu¨r σtot,B0 und den Werten
von σ, Λlatt. anhaften sind diese drei Kurven effektiv Ba¨nder in der 〈g
2FF 〉A,a-Ebene. In
deren Schnittbereich werden die Parameter 〈g2FF 〉A und a gewa¨hlt, Rp folgt unmittelbar
quasi als Kurvenparameter von 〈g2FF〉
′(1)
A (a
′). Wir geben zusammenfassend an als die
unserer Arbeit zugrundeliegenden Zahlenwerte:
κ = 0.74 〈g2FF〉A = 2.49 GeV
4 a = 0.346 fm Rp = 1.51 a (3.47)
folglich Rp ∼= 0.522 fm und 〈g2FF 〉Aa4 ∼= 23.5 fu¨r den dimensionslosen Parameter, in der
Kombination nur das Gluonkondensat auftritt, vgl. die Gln. (3.24), (3.25).
Die Diskrepanz zu den Werten aus Ref. [63] ru¨hrt daher, daß dort κ = 0.74 gesetzt,
aber im Sinne einer ersten Approximation der NC-Term komplett vernachla¨siigt wird. Wir
berechnen beide Terme. Nur der Vollsta¨ndigkeit wegen sei angemerkt, daß wir den experi-
mentellen Wert fu¨r den totalen Wirkungsquerschnitt (3.43) wa¨hlen fu¨r
√
s
”
exakt“ 20 GeV
und nicht als
”
exakt“ 35.0 mb (fu¨r kleineres
√
s∼=19.2 GeV). Wesentlich dagegen, daß der
experimentelle Wert fu¨r den slope-Parameter auf den Zahlenwert (3.44) aktualisiert ist.
Der Zahlenwert fu¨r das Gluonkondensat in (3.47) ist um einen Faktor Fu¨nf gro¨ßer als
der Wert, zu dem Shifman, Vainshtein, Zakharov mithilfe QCD-Summenregeln in Ref. [193]
gelangen. Dies ist insofern nicht unerwartet, als zum einen deren Wert allgemein als unterste
zula¨ssige Schranke betrachtet wird, und zum anderen wir in einer pure gauge theory arbeiten,
vgl. Fußnote 3.3, deren Gluonkondensat um einen Faktor Zwei bis Drei gro¨ßer generiert wird;
sei verwiesen auf Ref. [63], Anh. C wie auf Ref. [160].
Der transversale rmsq-Radius des Protons ist mit Rp ∼= 0.52 fm kleiner als sein experi-
menteller transversaler rmsq-charge-Radius Rch.p
∼=0.70 fm, vgl. Ref. [196]. Dies kann in der
3.10Amaldi, Schubert geben an in ihrem
”
Review aller ISR-Daten fu¨r Proton-Proton-Streuuung“, vgl.
Ref. [7]: B=11.8±0.3 GeV−2 bezu¨glich −t=0.04 GeV2 und der niedrigsten ISR-Energie von √s=23.5 GeV;
im Hinblick auf die ho¨heren ISR-Energien folgt als educated guess fu¨r
√
s = 20 GeV, t = 0 der Wert von
Gl. (3.44). Besten Dank an Timo Paulus, der uns auf diese Referenz aufmerksam gemacht hat.
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Weise interpretiert werden, daß sea quarks zum Formfaktor beitragen und so den elektroma-
gnetischen Ladungs-Radius im Vergleich zu dem der Valenzquark-Konstituenten anwachsen
la¨st. Dieselben sea quarks, in Gestalt zusa¨tzlicher Colour-Dipole, ko¨nnten beitragen zur
Streuung – umso wichtiger, je gro¨ßer ihre Anzahl, insbesondere mit Anwachsen des inva-
rianten Quadrats der Gesamtenergie s. Dies ko¨nnte erkla¨ren das Anwachsen des totalen
Wirkungsquerschnitts mit s, vgl. Gl. (3.43), das in unserem Ansatz genau dadurch simuliert
werden kann, daß der Protonradius Rp aufgefaßt wird als monoton steigende Funktion von s;
vgl. die expliziten Ausdru¨cke in Ref. [63].
Wir kehren zuru¨ck zu der Diskussion der T -Amplitude Thh fu¨r Hadron-Hadron-Streuung in
der Gestalt der Gln. (3.38), (3.39). Die Lichtkegel-Wellenfunktionen der partizipierenden
Zusta¨nde sind absorbiert im Integrationsmaß dϕi′,i, vgl. die Gln. (2.49), (2.50) und (3.8):
〈hi
′
(Pi′ )|h
i(Pi)〉 = (2π)
3 2(Pi)0+ δ(~Pi′− ~Pi) ·
∫
dϕi′,i(z, r) (3.48)
mit 1 =
∫
dϕi,i(z, r) =
∫ 1
0
dz
2π
∫
d2r ϕ
i†
ss¯(z, r)ϕ
i
ss¯(z, r) (3.48
′)
Gl. (3.48) fu¨r feste i, i′, beide ∈{1, 1′} oder ∈{2, 2′}, bzw. Gl. (3.48′) fu¨r festes i∈{1, 1′, 2, 2′}.
Eine Notation in U¨bereinstimmung mit der Literatur, auf die wir wesentlich Bezug neh-
men insbesondere unsere Vero¨ffentlichungen, wird erreicht, indem wir umbenennen:
ψss¯,i ≡ √2 · ϕiss¯ und dψi′,i ≡ dϕi′,i (3.49)
indem die Notation fu¨r den U¨berlapp ψ
†
i′ψi ≡ 2 · ϕi
′†
ss¯ ϕ
i
ss¯ die Spinsumme impliziere (wie be-
reits die Flavour-Summe) und unterdru¨ckt sei der Index
”
+“ der Variablen der Photon-/Vek-
tormeson-Seite. Die Gln. (3.38), (3.39) schreiben sich dann:
Thh =
∫
dzd2r
4π
ψ
†
V ψγ(z, r) Tℓp(z, r; |τ|) (3.50)
Tℓp = 2π
∫ ∞
0
|b| d|b| J0(|τ| |b|)
∫
dz−d
2r−
4π
∣∣ψp(z−, r−)∣∣2 T˜ℓℓ(z, r; z−, r−;b) (3.51)
Dabei ist entsprechend Gl. (3.40) zu setzen
ψ†p (z−, r−)ψp(z−, r−) =
∣∣ψp(z−, r−)∣∣2 = 4ω2p δ(z−−1/2) e−ω2p r2− (3.52)
Wir betrachten Tℓp als ausintegriert. Aus den Gln. (3.48
′), (3.49) folgt
1 =
∫
dψi,i(z, r) =
∫
dzd2r
4π
∣∣ψi(z, r)∣∣2 (3.53)
als Normierung. Diese bezieht sich auf die Zusta¨nde i=1′=V und 2= 2′= p; die Photon-
Lichtkegelwellenfunktion ist nicht normiert, vgl. ihre Konstruktion unten auf Seite 130.
In Zusammenhang der Gln. (3.38), (3.39) greifen wir die Bemerkung von Fußnote 2.7
auf Seite 54 auf: Der Einfachheit halber fassen wir das Proton auf als Quark-Diquark-
Zustand. Aufgefaßt als Drei-Quark-Zustand, und in diesem Bild fixiert die Parameter,
vgl. Ref. [63], folgen prinzipiell die gleichen Vorhersagen, – allein der Rechenaufwand ist
gro¨ßer, da der Zustand formal repra¨sentiert ist durch drei Wegner-Wilson-Loops, das heißt
Colour-Dipole, die verknu¨pft sind bezu¨glich ihres Eichgehalts. Die Berechnung des Odderon-
Austausches (C≡P ≡−1) zeigt, daß das Quark-Diquark-Bild insofern zu favorisieren ist, als
es diesen Beitrag unterdru¨ckt gegenu¨ber dem des Pomerons (C≡P ≡+1); vgl. Ref. [180].
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Abbildung 3.7: Totaler Wirkungsquerschnitt σtotℓp (z, r
2) fu¨r die Streuung eines Colour-
Dipols {z, r}, der Einfachheit halber gemittelt u¨ber sa¨mtliche Orientierungen θ, als Funktion
von r2≡r2. Die obere Kurve bezieht sich auf z=0, die untere auf z=1/2; sie veranschauli-
chen seine nur marginale z-Abha¨ngigkeit. Bezu¨glich der Dipolausdehnung r verha¨lt er sich
wie σtotℓp (z, r
2) ∝ r2n, wobei n≡ 1 im Limes verschwindender Ausdehnung, vgl. Ref. [124],
und leicht abfallend fu¨r gro¨ßere Dipole. Vgl. auch σtotℓp (z≡1/2, r) in Abb. 4.11 auf Seite 181.
Es ist definiert Tℓp
!
=T
(s,t)
ℓp als die T -Amplitude fu¨r die Streuung eines Wegner-Wilson-
Loops, das heißt Colour-Dipols an dem festen Proton-Target, vgl. die Gln. (3.39),(3.39). Der
totale Wirkungsquerschnitt fu¨r die Streuung des (+)-Dipols {z, r}≡{z, r, θ}, der Einfachheit
halber gemittelt u¨ber sa¨mtliche Orientierungen θ, an dem festen Proton-Target ist gegeben
durch
σtotℓp (z, r
2) =
1
s
Im T ′ℓp(z, r, |τ|≡0) (3.54)
mit T ′ℓp(z, r, |τ|) =
∫ 2π
0
dθ
2π
Tℓp(z, r, θ, |τ|) (3.55)
aufgrund des optischen Theorems, vgl. die Gln. (3.34), (3.41).
In Abbildung 3.7 ist er aufgetragen u¨ber r2 fu¨r z≡ 0 und z≡ 1/2. Fu¨r anwachsende Di-
polausdehnung r wa¨chst der Dipol-Proton-totale Wirkungsquerschnitt σtotℓp (z, r
2) zuna¨chst
quadratisch mit r bis zu einer Gro¨ße von etwa r∼=1−2 a. Danach steigt er weiter an, jedoch
mit langsam kleinerwerdender Potenz. Dieses stetige Ansteigen ist ganz wesentlich Effekt
der Nicht-Lokalita¨t des C-Terms des Korrelationstensors D= (Dµνµ′ν′). Der NC-Term al-
lein saturiert. Perturbativer Gluonaustausch tra¨gt nur zum NC-Term bei. Hierin genau
unterscheidet sich unser Zugang grundlegend von Modellen auf Basis perturbativen Gluo-
naustauschs. So saturiert der entsprechende Dipol-Proton-Wirkungsquerschnitt in Ref. [153]
bei etwa dem doppelten Protonradius.
Wir schließen den Abschnitt u¨ber den allgemeinen Zugang des MSV zu weicher Hochener-
giestreuung mit der Diskussion eines weiteren Charaktristikums, in dem er sich grundlegend
unterscheidet von perturbativen Modellen auf Basis lokaler Quark-Quark-Wechselwirkung
mit inha¨renter Quark-Additivita¨t. Wir betrachten den Abfall der T -Amplituden Tℓp, T
′
ℓp
fu¨r Loop-Proton-Streuung mit τ2∼=−t, vgl. Gl. (3.6). Es gilt Tℓp, T ′ℓp ∝ exp−B0τ2/2 fu¨r
kleine |τ|, vgl. Gl. (3.42). In Ref. [63] wird der slope-Parameter B0 in folgender Weise
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numerisch parametrisiert:3.11
B0 ∼= 1.858 a2 + 0.244 (R 2+ +R 2−) (3.56)
Der konstante Term tra¨gt mit ∼= 5.71 GeV−2 ungefa¨hr die Ha¨lfte bei zu typischen Zahlen-
werten B0 ∼= 11.5 GeV−2 fu¨r den slope-Parameter, vgl. Gl. (3.44). In einem perturbativen
Modell auf Basis von Quarkadditivita¨t kann unter bestimmten Bedingungen auch ein kon-
stanter Term generiert werden. Allerdings kommt dieser zustande als Quark-Formfaktor
und ist daher wesentlich kleiner als der zweite Term – typischerweise um das Verha¨ltnis
der elektromagnetischen Ladungsradien von Quark und Hadronen im Quadrat: (Rch.q /R
ch.
± )
2.
Vgl. die Diskussion des modifizierten Chou-Yang-Modells in Ref. [63].
3.3 Hadronische (Lichtkegel-)Wellenfunktionen
In die T -Amplitude fu¨r Hadron-Hadron-Streuung T
(s,t)
hh gehen wesentlich ein die hadro-
nischen Quark-Antiquark-(Lichtkegel-)Wellenfunktionen der involvierten Zusta¨nden. Die-
se treten neben die im letzten Abschnitt diskutierte MSV-spezifische Funktion T˜
(s,b)
ℓℓ , die
bezu¨glich τ Fourier-transformierte T -Amplitude fu¨r die Streuung zweier Wegner-Wilson-
Loops, das heißt zweier Colour-Dipole. Der U¨bergang zu der T -Amplitude T
(s,t)
ℓp fu¨r die
Loop-Proton-Streuung schließt bereits ein das Absolutquadrat der Proton-Wellenfunktion.
Wenig ist bekannt u¨ber die wirkliche Dynamik von Hadronen, die diesbezu¨gliche Unsi-
cherheit selbst auf qualitativem Niveau ist groß. Es ist sicher eine Hauptaufgabe gegenwa¨rti-
ger wie zuku¨nftiger Experimente, grundlegende Tatsachen hadronischer Wellenfunktionen in
Daten zu dokumentieren und so beizutragen, die Zusammenha¨nge zu erhellen, die wesent-
lich ru¨hren an das Verhalten der Quantenchromodynamik auf großen La¨ngenskalen. Wir
zeigen, daß elastische Photo- und Leptoproduktion von Vektormesonen hochsensitiv ist auf
bestimmte Aspekte und Details der involvierten hadronischen Wellenfunktionen. Ihre expe-
rimentelle wie theoretische Untersuchung verspricht daher, einen wichtigen Beitrag zu leisten
zur Beantwortung grundlegender Fragen bezu¨glich der Dynamik von Hadronen.
Gegenwa¨rtig mu¨ssen aber teils erhebliche Annahmen und Approximationen gemacht
werden. Ziel ist, auf die Hadron-Hadron-Amplitude Thh, mo¨glichst wenig aufgeweicht durch
komplizierte Wellenfunktionen, den MSV-spezifischen String-String-Mechanismus zu proji-
zieren, der inha¨rent ist den Amplituden T˜ℓℓ, Tℓp und so zu verifizier- wie falsifizierbaren
Postulaten dieses Mechanismus, zu gelangen. Wesentliche Charakteristika der dynamischer
Hadronen sollen zuga¨nglich gemacht werden durch Formulierung einfacher Ansa¨tze fu¨r deren
Wellenfunktionen mit mo¨glichst wenigen sensitiven Parametern.
Nachdem in Ref. [122] die hohe Sensitivita¨t der MSV-Amplitude T˜ℓℓ auf die transversalen
Hadronausdehnungen festgestellt ist, wird in diesem Sinne in Ref. [63] fu¨r die transversalen
Wellenfunktionen einer Vielzahl von Hadronen h der einfache Ansatz gemacht:
ψh(r) = 2ωh e
−ω2hr2/2 (3.57)
Die Oszillatorparameter ωh sind korreliert mit den transversalen rmsq-Radien Rh, die be-
rechnet werden aus dem des Protons durch Multiplikation mit dem entsprechenden expe-
rimentellen Wert fu¨r das Verha¨ltnis der elektromagnetischen Ladungsradien, etwa fu¨r das
π-Meson: Rπ∼=0.766Rp, vgl. die Diskussion in Anschluß an Gl. (3.40), bzgl. Rp vgl. (3.47).
3.11In Ref. [63], Gl. (76) – vgl. dort besser Gl. (97) – ist bezu¨glich des konstanten Terms ein Schreibfehler un-
terlaufen, der sich in unsere Vero¨ffentlichung Ref. [65] u¨bertragen hat. Weiter arbeiten wir mit den rmsq-Ra-
dien R±, die um
√
3
/
2∼=0.866 kleiner sind als die Ausdehnungsparameter dort: R±=
√
3
/
2 R±
Ref.[63].
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Dies fu¨hrt auf σtotπp/σ
tot
pp
∼= 0.66 fu¨r das Verha¨ltnis der totalen Wirkungsquerschnitte – auf-
grund des Verha¨lnisses der Hadronradien, nicht aufgrund Quarkadditivita¨t.
Die Abha¨ngigkeit von z, dem Anteil des Quarks am gesamten Lichtkegelimpuls, wurde
in Ref. [63] nicht betrachtet. Auf Basis des angegebenen Zahlenwertes fu¨r Rπ haben wir
die Berechnung wiederholt und a¨hnliche Resultate gefunden fu¨r eine π-Wellenfunktion mit
”
vernu¨nftiger“ z-Abha¨ngigkeit. Die Hadron-Hadron-Amplitude bleibt also wesentlich de-
terminiert durch die transversalen Ausdehnungen der streuenden Hadronen. Wir behalten
daher bei fu¨r das Absolutquadrat der Proton-Wellenfunktion den einfachen Ansatz gegeben
in den Gln. (3.40), (3.52), konform mit der transversalen Wellenfunktion nach Gl. (3.57).
Aufgrund der Differenzierung verschiedener Helizita¨tszusta¨nde ist die Photon-/Vektor-
meson-Seite der Streuung sehr viel sensitiver auf z. Wir formulieren im folgenden die Licht-
kegelwellenfunktionen von Photon und Vektormeson und diskutieren, wie deren z-Abha¨ngig-
keit teils erheblich mit Einfluß nimmt auf die effektive transversale Ausdehnung – und so
auf die Hadron-Hadron-Amplitude Thh und die postulierten Observablen.
Streuung bei hohen Energien impliziert, daß die einlaufenden, in unserem Fall elastischer
Vektormesonproduktion auch die auslaufenden Teilchen auf Trajektorien nahe des Lichtke-
gels propagieren. Es liegt nahe, ihre Wellenfunktionen zu konstruieren als Lichtkegelwel-
lenfunktionen; seien im Bild von Valenzquark-Konstituenten mit ψ bezeichnet ihre Quark-
Antiquark-Lichtkegelwellenfunktionen. Die T -Amplitude Thh fu¨r Hadron-Hadron-Streuung
folgt dann allgemein in der Gestalt der Gln. (3.50), (3.51) mit T˜ℓℓ der zuna¨chst nicht na¨her
bestimmten Amplitude fu¨r die Streuung der beiden Quark-Antiquark-(Colour)Dipole, vgl.
neben Kapitel 2 bzw. Ref. [146] auch Ref. [105].
Die Funktionen ψ(z, r) in ihrer Eigenschaft als Quark-Antiquark-Lichtkegelwellenfunk-
tionen sind folgendermaßen aufzufassen, vgl. Kapitel 2.3.1: Sie sind zuna¨chst definiert im
Impulsraum, ψ˜(z,k) stellt die Wahrscheinlichkeitsamplitude dafu¨r dar, in einem Hadron
mit Impuls {P+,P}3.12 und wohldefiniertem Drehimpuls- und Flavour-Gehalt ein Quark
und Antiquark anzutreffen mit Impulsen {zP+,k+zP} beziehungsweise {z¯P+,−k+z¯P},
mit z¯=1−z. Eine wesentliche Eigenschaft ist ihre Abha¨ngigkeit allein von den Variablen z
und k, vgl. die Refn. [26,31]. Fourier-transformiert in den transversalen Ortsraum ist r der
zu k konjugierte Vektor von Quark zu Antiquark.
3.3.1 Lichtkegelwellenfunktion des Photons
Die Quark-Antiquark-Wellenfunktion des Photons ψ ha¨ngt ab von dessen Virtualita¨t Q
und Helizita¨t λ: ψ(z, r)≡ψγ(Q2,λ)(z, r). Sie ist die Wahrscheinlichkeitsamplitude dafu¨r, im
Photon ein Quark-Antiquark-(Colour)Dipol anzutreffen mit Anteilen am Gesamt-Lichtkegel-
impuls (z, z¯) und transversaler Separation r=(r cosϕ, r sinϕ)t.3.13 Quark und Antiquark
sind definierte Zusta¨nde bezu¨glich Flavour (f, f¯) und Helizita¨ten (h, h¯) [bzw. Spins (s, s¯)];
ihr Colour-Gehalt induziert den globalen Faktor
√
Nc, vgl. unten Fußnote 3.15. Das Photon
koppelt an die elektrische Ladung wie efδff¯ ≡ef
∑
fi
δf,fiδf¯,f¯i , mit der Summe u¨ber die Fla-
vour fi≡down(d), up(u), strange(s), charm(c), bottom(b), top(t) und ef =+2/3e und−1/3e
deren Ladung. Die explizite Raum-Konfiguration der Photon-Lichtkegelwellenfunktion, in
Termen der Variablen z und r ha¨ngt ab von den Quark-Helizita¨ten h, h¯ und der Photon-
Helizita¨t λ. Wir berechnen sie im Rahmen von Lichtkegelsto¨rungstheorie (light cone per-
3.12Bzgl. der Lichtkegelkoordinaten, vgl. Anh. A.1.2; hier kurz: P±=α (P 0±P 3) und P=(P 1, P 2)t. Ein
Teilchenimpuls ist vollsta¨ndig bestimmt durch das Paar {P+,P}, aufgrund P+P−=α2(M2+P2)=α2M2,
mit M und M der Masse bzw. transversalen Masse des Teilchens. Sei ab sofort α=1/
√
2, vgl. Anh. G.1.
3.13Es ist ϕ≡ϕ+, und ϕ±=θ±+ϕb in Zusammenhang mit Gl. (3.35) und Fußnote 3.7.
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turbation theory, LCPT) zu niedrigster Ordnung in Anhang G.1:
ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r) =
√
Nc efδff¯ χ
h,h¯
γ(Q2,λ)(z, r) (3.58)
wobei3.14
χγ(Q2,λ≡0) = − 2zz¯ Q δh,−h¯
K0(εr)
2π
(3.58′)
χγ(Q2,λ≡+1) =
√
2
[
i ε e+iϕ
(
z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+
)K1(εr)
2π
+ mf δh+,h¯+
K0(εr)
2π
]
χγ(Q2,λ≡−1) =
√
2
[
i ε e−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+)K1(εr)2π + mf δh−,h¯− K0(εr)2π
]
mit abku¨rzend δh+,h¯− ≡ δh,+1/2δh¯,−1/2,. . . Es steht mf fu¨r die laufende Quarkmasse mit
Flavour f , bzgl. Zahlenwerten vgl. unten Tabelle 3.1, Fußnote a; und es ist ε definiert durch:
ε =
√
zz¯ Q2 +m2f (3.59)
Die Funktionen K0, K1 sind die vertrauten modifizierten Besselfunktioinen zweiter Art in
der Definition von Ref. [2].
Diese Funktionen K0, K1 fallen exponentiell ab mit ihrem Argument εr. Dies induziert
ein subtiles Wechselspiel der Variablen z und Q, abha¨ngig von der Quarkmasse mf , vgl.
Gl. (3.59), das bestimmt, bis zu welcher Ausdehnung: r ∼< ε−1, (Colour-)Dipole effektiv zu
den Funktionsausdru¨cken K0(εr), K1(εr) beitragen. Die Wellenfunktionen χγ(Q2,λ) wieder-
um, vgl. (3.58′), sind komplizierte zusa¨tzlich subtil von z und Q abha¨ngende Funktionale
dieser K0-,K1-Ausdru¨cke – und wesentlich verschieden fu¨r longitudinale und transversale
Polarisation des Photons, λ ≡ 0 beziehungsweise λ ≡ ±1. Im Resultat tragen zur trans-
versalen Ausdehnung von longitudinal und transversal polarisiertem Photon wesentlich bei
(Colour)Dipole verschiedenster transversaler Ausdehnungen – je nach Virtualita¨t Q und je
nach dem, ob mittlere Werte von z betrachtet werden oder z-Werte nahe der Intervall-
Endpunkte 0 und 1.
Die longitudinale Wellenfunktion χγ(Q2,λ≡0) ist gepeakt um z=1/2, so daß sich das lon-
gitudinale Photon fu¨r großes Q2 wie ein kleiner Dipol der Ausdehnung r∼1/Q verha¨lt. Dazu
in Kontrast sind die transversalen Wellenfunktionen χγ(Q2,λ≡±1) fast flach bezu¨glich z und
die relevante Gro¨ße nicht Q2 sondern Q2eff ≡ 4zz¯Q2, so daß sich ein transversales Photonen
fu¨r großes Q2 komplizierter verha¨lt: Teils, na¨mlich fu¨r mittlere z, wechselwirkt es als kleiner
Dipol mit einer Ausdehnung von r ∼< 2/Q. Teils, na¨mlich fu¨r z∼=mf/Q nahe dem Intervall-
Endpunkt, – falls leichte Quarks mit Flavour d, u, s involviert sind – als großer Dipol mit
einer Ausdehnung von bis zu r∼1/√mfQ; dagegen fu¨r schwere Quarks mit Flavour c, b, t
begrenzt allgemein die inverse Quarkmasse die Ausdehnung des Photons.
Die Photon-Wellenfunktion ψγ(Q2,λ), vgl. die Gln. (3.58), (3.58
′), ist perturbativ konstru-
iert, nichtperturbativen Effekten wie Chirale Symmetriebrechung oder Confinement tra¨gt
sie nicht Rechnung. Mit kleinerwerdendem Q2 werden die Ausdehnungen der wesent-
lich beitragenden Dipole, insbesondere fu¨r transversale Polarisation des Photons, schnell
gro¨ßer und u¨bersteigen typische Hadronausdehnungen, dies widerspricht der wirklichen
Physik. In Photo- und Leptoproduktion von Vektormesonen wird die Ausdehnung der ef-
fektiv beitragenden Dipole bestimmt durch den U¨berlapp der Wellenfunktionen von Pho-
ton und Vektormeson. Die Form der Wellenfunktionen der in diesem Kapitel diskutier-
ten 1S-Vektormesonen unterdru¨ckt den Bereich der z-Endpunkte und damit die großen
3.14Seien Indizes und Argumente der Funktionen nur soweit expli
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Dipole transversal polarisierter Dipole. Auf diese Weise testen Photon-Virtualita¨ten im
Bereich Q2 ∼> 1−2 GeV2 effektiv Dipole von transversaler Ausdehnung bis ungefa¨hr 1 fm.
Dies la¨ßt erwarten, daß unsere Photon-Wellenfunktion in diesem Q2-Bereich verla¨ßlich die
fu¨r uns relevanten Aspekte der wirklichen Photon-Wellenfunktion approximiert. Die gute
U¨bereinstimmung unseres Postulats mit den experimentellen Daten fu¨r das Verha¨ltnis Lon-
gitudinaler zu transversaler Produktion des ρ-Mesons untermauert dies a posteriori, vgl.
unten Abbildungen 3.11 auf Seite 141 und mehr noch Abbildung 4.15 auf Seite 192.
Unser Zugang im Rahmen des MSV ist nichtperturbativ, er ist ada¨quater Zugang zu Effek-
ten auf La¨ngenskalen typischer Hadronausdehnungen; Dominanz wesentlich kleinerer Dipole
fordert, den Austausch perturbativer Gluonen miteinzubeziehen. Unser Interesse gilt vor-
nehmlich kleinen Virtualita¨ten, so daß wir statt dessen den betrachteten Q2-Bereich auch
nach oben einschra¨nken, in diesem Kapitel konservativ auf 1−2 bis 10 GeV2.
Es zeigt sich a posteriori Gu¨ltigkeit der in den Gln. (3.58), (3.58′) angegebene Photon-
Wellenfunktion ψγ(Q2,λ) auch fu¨r ho¨here Q
2; wir geben daher im folgenden Kapitel Zah-
lenwerte bis Q2 ∼= 20 GeV2 an. Wir modifizieren dort die Wellenfunktion ψγ(Q2,λ) in der
Weise, daß sich ihre Gu¨ltigkeit erweitert hin zu kleineren bis verschwindenden Virtualita¨ten.
Dies setzt uns in die Lage, auch ausgedehntere angeregte Vektormesonen zu diskutieren. So
testet die Produktion des 2S-Zustandes durch transversal polarisierte Photonen Dipole von
transversaler Ausdehnung bis ungefa¨hr 2 fm fu¨r Q2≡1 GeV2 und 2.5−2.8 fm fu¨r Q2≡0.
3.3.2 Lichtkegelwellenfunktionen der 1S-Vektormesonen
Die Lichtkegelwellenfunktionen der 1S-Vektormesonen seien definiert in Notation analog zu
der des Photons und zuna¨chst separiert ihr Colour- und Flavour-Gehalt. Dies sind der glo-
bale Faktor 1/
√
Nc bezu¨glich Colour;
3.15 bezu¨glich ihres Flavour-Gehaltes fassen wir ρ(770)
und ω(782) auf als reinen Isospin-1- beziehungsweise Isospin-0-Zustand und φ(1020) und
J/ψ(3097) als reine Quarkonia. Wir schreiben analog zu Gl. (3.58):
ψh,h¯V (λ)(z, r) = 1/
√
Nc iV,f χ
h,h¯
V (λ)(z, r) (3.60)
mit symbolisch – fu¨r ρ=1+(1−−) und ω, φ, J/ψ=0−(1−−)3.16 –:
iρ,f = (uu¯−dd¯)/√2 iω,f = (uu¯+dd¯)/√2 iφ,f = ss¯ iJ/ψ,f = cc¯ (3.61)
fu¨r iρ,f =(uu¯−dd¯)/√2≡(δf,uδf¯,u¯−δf,dδf¯,d¯)/
√
2,. . . mit
∑
f iV,f iV,f =1,
∑
f efδff¯ iV,f=eV ≡eeˆV ;
dabei sind eV , eˆV die effektive Quark-Ladung im Vektormeson V in natu¨rlichen beziehungs-
weise in Einheiten der Proton-Ladung e; bzgl. expliziter Werte von eˆV vgl. Tabelle 3.1.
Die Abha¨ngigkeit von der Raum-Konfiguration ist subsumiert in den Funktionen χV (λ),
die diese beschreiben in Termen der Variablen z und r, je nach Helizita¨ten (h, h¯) der Quarks
und Helizita¨t λ des Vektormesons. Vgl. die Photon-Funktionen χγ(Q2,λ), Gl. (3.58
′).
Bezu¨glich dieser Funktionen χV (λ), allgemein der Raum-Konfiguration der Quark-Anti-
quark-Lichtkegelwellenfunktion eines (Vektor)Mesons, existiert nur sehr punktuelle Informa-
tion. Von dem Standpunkt der Theorie her ist gegenwa¨rtig selbst die Form des Lichtkegel-
Hamiltonoperators fu¨r Zusta¨nde aus Valenzquark-Konstituenten nicht bekannt. Theoreti-
sche Untersuchungen stehen erst am Anfang. So werden Versuche unternommen, Licht-
kegelwellenfunktionen fu¨r Vektormesonen zu konstruieren als die Melosh-Transformierten
3.15Die Colour-Freiheitsgrade sind bereits vollsta¨ndig absorbiert in den Wegner-Wilson-Loops durch die
Normierung der Spuren gema¨ß trF =1/dF tr = 1/Nctr . Unsere Konvention fu¨r die Lichtkegelwellenfunktion,
vgl. Gl. (3.58), schließt einen Faktor
√
Nc ein, dieser ist zu ku¨rzen durch einen Faktor 1/
√
Nc im Vektormeson.
3.16Notation IG(JPC ) nach Ref. [165]. Fu¨r einen qq¯-Zustand |N2S+1LJ〉 gilt, mit S=0, 1: G=(−1)L+S+I ,
P =(−1)L+1, C=(−1)L+S . Fu¨r L=0 sind JP =0− Pseudoskalare, 1− Vektoren.
3.3 Hadronische (Lichtkegel-)Wellenfunktionen 133
von Lo¨sungen eines relativistisch erweiterten Konstituentenquark-Modells, vgl. Ref. [36]. Es
wird eine String-Gleichung fu¨r ein Meson auf dem Lichtkegel gelo¨st, vgl. Ref. [144]. Doch
liefern diese U¨berlegungen (noch) keine Lo¨sungen fu¨r χV (λ) in parametrisierter Form. Wir
haben im Einleitungskapitel auf Seite 12 geschildert, wie theoretisch komplex die Formulie-
rung des Konstituentenbildes von first principles ist. Sie geschieht meist zuna¨chst fu¨r QED,
eine Verallgemeinerung auf QCD ist schwierig; vgl. den bereits zitierten Review von Lavelle
und McMullan, Ref. [133], und die dort angegeben formaleren Referenzen.
Wir werden daher auf Basis der punktuellen Information, die existiert, pha¨nomenolo-
gische Ansa¨tze modellieren analog den Funktionen χγ(Q2,λ) des Photons. Im Bereich der
Quantenchromodynamik auf großen La¨ngenskalen werden Hadronen erfolgreich beschrieben
im Rahmen von Quark-Modellen: statische Hadronen durch Gauß’sche Wellenfunktionen,
das heißt aufgefaßt als Systeme von Konstituentenquarks in einem Harmonischen-Oszillator-
Potential. Die Aufgabe aber, diese nichtrelativistischen Wellenfunktionen in ein schnell-
bewegtes System Lorentz-zu tranformieren, ist hochgradig nichttrivial. Das Zusammenspiel
von longitudinaler und transversaler Dynamik in der Physik nahe und auf dem Lichtkegel ist
nicht wirklich verstanden, genausowenig, wie die Spin-Freiheitsgrade zu behandeln sind. Das
MSV andererseits gelangt auf Basis einfacher Gauß’scher Wellenfunktionen, vgl. Gl. (3.57)
bzw. die Gln. (3.40), (3.52), in denen Spin- und z-Abha¨ngigkeit komplett vernachla¨ssigt sind,
zu einer u¨berzeugenden quantitativen Beschreibung von weicher Streuung bei hohen Energi-
en. Wir halten daher bei Einbeziehung einer Spin- und z-Abha¨ngigkeit fest an dem Bild eines
(transversalen) Harmonischen Oszillators. Im Bereich kleiner La¨ngenskalen, werden mithilfe
perturbativer Quantenchromodynamik unterstu¨tzt durch Summenregeln Eigenschaften der
Wellenfunktionen im Limes verschwindender transversaler Separation r extrahiert, insbe-
sondere bezu¨glich der Endpunkte des z-Intervalls [0, 1]. In die Streuamplitude fu¨r harte
exklusive Prozesse geht in guter Approximation nur der Wert der Wellenfunktion am Ur-
sprung ein, vgl. Ref. [135], der innerhalb derselben Approximation gegeben ist durch die
leptonische Zerfallsbreite des Mesons.
Vor diesem Hintergrund modellieren wir die Funktionen χV (λ≡0); in Anhang G.2 gelangen
wir zu, vgl. Fußnote 3.14:
χV (λ≡0) = 4zz¯ ωV,L δh,−h¯ · gV,L(r) hV,L(z) (3.62)
χV (λ≡+1) =
[
iω2V,T r e
+iϕ (z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+) + mf δh+,h¯+ ] · gV,T (r) hV,T (z)
χV (λ≡−1) =
[
iω2V,T r e
−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+) + mf δh−,h¯− ] · gV,T (r) hV,T (z)
dabei sind definiert fu¨r longitudinale und transversale Polarisation, λ≡0, L beziehungswei-
se λ≡±1, T , die Funktionen:
gV,λ(r) = exp
[
− 1
2
ω2V,λ r
2
]
(3.63)
hV,λ(z) = NV,λ
√
zz¯ exp
[
− 1
2
M2V (z−1/2)2
ω2V,λ
]
(3.64)
Diese Darstellung ha¨lt sich an unsere Notation von Ref. [125]. Sie differiert nur in dem einen
Punkt, daß in Hinblick auf Systematik mit den Photon-Funktionen χγ(Q2,λ) auch in der De-
finition der Vektormeson-Funktionen χV (λ) der Colour-Gehalt – in Form des Faktors 1/
√
Nc –
separiert ist, vgl. die Gln. (3.58),(3.60); die dimensonslosen Normierungskonstanten NV,λ
in den Funktionen hV,λ(z) nach Gl. (3.64) sind so um einen Faktor NV,λ, Nc≡3, gro¨ßer als
die entsprechenden Konstanten dort.
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Die Argumentation hin zu diesem Ansatz ist angegeben im Zuge seiner Herleitung in
Anhang G.2. Wir merken hier nur folgendes an: Lichtkegelsto¨rungstheorie (LCPT) liefert
zuna¨chst Ausdru¨cke fu¨r die Photon-Funktionen χ˜γ(Q2,λ)(z,k); die Funktionen χγ(Q2,λ)(z, r)
in Gl. (3.58) sind definiert als deren Fourier-Transformierte bezu¨glich k. Die Funktio-
nen χ˜γ(Q2,λ) faktorisieren in einen Term, dessen z- und k-Abha¨ngigkeit in komplizierter
Weise abha¨ngt von dem Paar (h, h¯) der Quark-Helizita¨ten, und in einen zweiten Term, den
Energienenner des Photons 1/(ε2+k2), mit ε abha¨ngig von z nach Gl. (3.59). Der erste Term
kann aufgefaßt werden als allgemeine Konsequenz der Quark-Antiquark-Valenz-Struktur, der
zweite Term als Photon-spezifisch. Als Ansatz fu¨r die Vektormeson-Funktionen χ˜V (λ)(z,k)
wird der erste Term im wesentlichen unvera¨ndert u¨bernommen, der zweite, der Photon-
Energienenner, wird ersetzt durch eine Funktion, die analog abha¨ngt von z und k≡|k| und
die das spezifische Vektormeson V modelliert. Fu¨r diese wird angesetzt – bis auf konstante
Faktoren:
g˜V,λ(k) · hV,λ(z) ≡ 2π ω−2V,λ gV,λ
(
ω−2V,λk
) · hV,λ(z) (3.65)
Die so konstruierten Funktionen χ˜V (λ) ergeben Fourier-transformiert bezu¨glich k die Funk-
tionen χV (λ)(z, r) von Gl. (3.60).
Die explizite funktionale Form von hV,λ, gV,λ nach den Gln. (3.64), (3.63) wird vorgeschla-
gen von Wirbel, Stech, Bauer in Ref. [236] in Zusammenhang exklusiver semileptonischer
Zerfa¨lle der neutralen D- und B-Mesonen. Die r-Abha¨ngigkeit ist parametrisiert durch die
Funktionen gV,λ(r), das heißt das Quark-Antiquark-System des Vektormesons wird aufgefaßt
als konfiniert in einem Harmonischen-Oszillator-Potential mit Parameter ωV,λ. Mit diesem
unmittelbar verknu¨pft u¨ber RV,λ=〈r
2〉
1/2
=1/2ωV,λ und weiter u¨ber RV,λ;3=
√
3/2RV,λ sind
der zweidimensionale beziehungsweise der dreidimensionale rmsq-Radius des Vektormesons
mit Polarisation λ. Diese erwarten wir vergleichbar den entsprechenden elektromagnetischen
Ladungsradien. Elektromagnetische Ladungsradien fu¨r Vektormesonen sind allerdings noch
nicht experimentell bekannt. Die z-Abha¨ngigkeit der Vektormeson-Wellenfunktionen ist pa-
rametrisiert durch die Funktionen hV,λ(z). Diese sind invariant bezu¨glich der Vertauschung
von Quark und Antiquark: z↔ z¯, vgl. (z−1/2)2=1/4−zz¯, und sind gepeakt fu¨r gleichverteilten
Lichtkegelimpuls: global durch den Faktor
√
zz¯ und durch die Exponentialfunktion um so
sta¨rker, je gro¨ßer der Oszillatorparameter ωV,λ, das heißt je kleiner das Vektormeson ist.
Wir machen fu¨r alle betrachteten 1S-Vektormesonenen universell den Ansatz dieser funk-
tionalen Form. Fu¨r ein spezielles Vektormeson V ha¨ngt er ab, separat fu¨r longitudinale und
transversale Polarisation, nur von den beiden Parametern ωV,λ, NV,λ. Diese werden durch
die Forderungen fixiert, daß die Wellenfunktionen zum einen normiert sind, und zum an-
deren den experimentellen Zahlenwert reproduzieren fu¨r fV , die Kopplung von V an den
elektromagnetischen Strom Jem=(eF ψ¯F γ
µψF ), impliziert Summation u¨ber alle (geladenen)
Fermionen F ; vgl. Anh. G.2.1 auf Seite 306. Sei diese Kopplung fV definiert durch
〈Ω|Jµem(0)|V (q, λ)〉 = efV MV ε
µ(q, λ) (3.66)
dann ist sie durch
Γl
+l−
V =
4πα2em
3
f2V
MV
·
[
1+
2m2l
M2V
]√
1− 4m
2
l
M2V
(3.67)
verknu¨pft mit der Breite des elektromagnetischen Zerfalls von V in das Leptonpaar l+l−,
mit ml der Masse des Leptons. Unserer Arbeit zugrunde liegen die experimentellen Werte
fu¨r die Zerfallsbreiten in e+e−; aus Gl. (3.67) folgen – unter Vernachla¨ssigung der Elektron-
masse me wird der Faktor nach dem Punkt zu Eins – Zahlenwerte fu¨r fV ; vgl. Tabl. 3.1.
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Charakteristik der Grundzustand-1+(1−−)- und -0−(1−−)-Vektormesonen
ρ ω φ J/ψ
≡ρ(770) ≡ω(782) ≡φ(1020) ≡J/ψ(3097)
MV [MeV] 769.3±0.8 782.57±0.12 1019.417±0.014 3096.87±0.04
Γe
+e−
V [keV] 6.77±0.32 0.60±0.02 1.37±0.06 5.26±0.37
fV [GeV] 0.152 6 0.045 8 0.079 1 0.270
Flavoura: iV,f (uu¯−dd¯)/√2 (uu¯+dd¯)/√2 ss¯ cc¯
eˆV 1/
√
2 1/(3
√
2) 1/3 2/3
ωV,L[GeV] 0.330 0.300 0.368 0.682
NV,L[√Nc≡3] 4.48 4.55 4.59 5.13
RV,L[fm] 0.299 0.329 0.267 0.144
ωV,T [GeV] 0.217 0.212 0.270 0.573
NV,T [√Nc≡3] 5.85 5.95 4.80 2.15
RV,T [fm] 0.527 0.538 0.439 0.230
Tabelle 3.1: Charakteristik der Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020) und J/ψ(3097). Die
Zahlenwerte fu¨r MV , Γ
e+e−
V sind i.w. unvera¨ndert in der neuesten Ausgabe der Particle Data
Group [165], daher dieser entnommen – außer des zentralen Werts von Γe
+e−
φ , der gegenwa¨rtig
mit 1.32 keV angegben wird. Der Effekt auf unsere Resultate ist unwesentlich, genauso das
Ersetzen der Werte fu¨r MV durch die Ordnungszahlen in den runden Klammern. Die Kopp-
lungen fV sind berechnet aus den Zerfallsbreiten Γ
e+e−
V . Die Normierungskonstanten NV,λ
sind angegeben in Einheiten des Colour-Faktors
√
Nc, Nc≡3. Abweichend von Ref. [65] sind
die Radien hier definiert durch RV,λ
!
=
√
〈r2〉V,λ, vgl. Anh. G.2.1, die Gln. (G.42), (G.42
′).
aAls laufende Quarkmassen legen wir zugrunde mu=md=0, ms=0.15 GeV und mc=1.3 GeV.
Fu¨r festes Vektormeson V und feste Polarisation λ ≡ L, T sind die beiden Parameter
ωV,λ, NV,λ zu bestimmen in Abha¨ngigkeit von MV , fV . Die genannten Forderungen sind
formal ein u¨ber NV,λ gekoppeltes System impliziter Gleichungen von Integralfunktionen
in ωV,λ. Ihre Formulierung und Lo¨sung geschieht in Anhang G.2.1 auf Seite 306; die expli-
ziten Zahlenwerte sind festgehalten in Tabelle 3.1.
Mit den so definierten Lichtkegelwellenfunktionen fu¨r Photon und Vektormesonen sind alle
Funktionen angegeben, die eingehen in die T -Amplitude Thh fu¨r die exklusive Leptoproduk-
tion dieser Vektormesonen elastisch am Proton. Wir stellen die Formeln zusammen, mit
denen wir im folgenden Abschnitt Observablen explizit berechnen werden.
Wir rekapitulieren Thh, Gl. (3.50):
Thh =
∫
dzd2r
4π
ψ
†
V ψγ(z, r) Tℓp(z, r; |τ|) (3.68)
mit Tℓp der T -Amplitude der zugrundeliegenden Loop(Dipol)-Proton-Streuung, Gl. (3.51).
Wir betrachten Tℓp als zerlegt in Eigenfunktionen bezu¨glich des Drehimpulsoperators L3:
Tℓp(z, r, ϕ, |τ|) =
∑
m gerade e
imϕ T
(m)
ℓp (z, r, |τ|) (3.69)
Aufgrund der Periodizita¨t von Tℓp, vgl. Gl. (3.36), treten nur geradem auf. Fu¨r die betrach-
tete Reaktion impliziert dies, daß nur U¨berga¨nge auftreten eines longitudinal polarisierten
Photons zu einem longitudinal polarisierten Vektormeson und eines transversal polarisier-
ten Photon zu einem transversal polarisierten Vektormeson. Aus der expliziten Gestalt der
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Photon- und Vektormeson-Wellenfunktionen, vgl. die Gln. (3.58′), (3.62), folgt die Mo¨glich-
keit einer A¨nderung der Helizita¨t um zwei Einheiten: λ ≡ ±1 → ∓1. Wir haben diese
U¨berga¨nge berechnet und gefunden, daß sie im gesamten betrachteten Q2-Bereich weniger
als 2% zum jeweiligen Wirkungsquerschnitt beitragen. Wir vernachla¨ssigen sie daher.
In die Amplitude Thh gehen die Lichtkegelwellenfunktionen von Photon und Vektormeson
ein als der U¨berlapp:
ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ) ≡
∑
f,f¯
∑
h,h¯ ψ
h,h¯ †
γ(Q2,λ)ψ
h,h¯
V (λ) = eeˆV
∑
h,h¯ χ
h,h¯ †
γ(Q2,λ)χ
h,h¯
V (λ) (3.70)
Die Kontraktion ist zu verstehen fu¨r feste Helizita¨t λ≡ 0, +1 oder −1; sie ha¨ngt nur noch
ab von z, r und ist unabha¨ngig vom Azimutwinkel ϕ. Der U¨bergang zu den Funktionen χ,
vgl. die Gln. (3.58), (3.60), impliziert die Kontraktion der Flavour-Anteile; vgl. Gl. (3.61),
bzgl. expliziter Werte fu¨r eˆV vgl. Tabl. 3.1. Kontraktion der Funktionen χγ(Q2,λ), χV (λ) in
der expliziten Gestalt der Gln. (3.58′), (3.62) fu¨hrt auf den U¨berlapp:
ψV
†
(λ≡L) ψγ(Q2,λ≡L)(z, r) (3.71)
= − eeˆV 16(zz¯)2 ωV,L gV,L(r) hV,L(z) Q K0(εr)
2π
ψV
†
(λ≡T ) ψγ(Q2,λ≡T )(z, r) (3.71′)
= eeˆV
√
2 gV,T (r) hV,T (z)
[
ω2V,T rε
(
z2 + z¯2
)K1(εr)
2π
+ m2f
K0(εr)
2π
]
Der U¨berlapp ist identisch fu¨r λ ≡ +1 und −1; wir gehen daher u¨ber von Helizita¨ten zu
Polarisationen, mit systematisch λ≡L, T fu¨r longitudinal, transversal.
Die im Quadrat des invarianten Impulstransfers −t differentiellen Wirkungsquerschnitte
fu¨r elastische Vektormeson-Leptoproduktion folgen damit zu, vgl. die Gln. (3.42), (3.68):
dσλ
dt
(τ2) =
1
16π
1
s2
∣∣∣∣∣
∫ 1/2
0
dz
∫ ∞
0
rdr ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)(z, r) T
′
ℓp(z, r, |τ|)
∣∣∣∣∣
2
(3.72)
fu¨r λ≡L, T ; bzgl. |τ|∼=√− t vgl. Gl. (3.6). Der U¨berlapp der Wellenfunktionen ha¨ngt nicht
ab von ϕ; dessen Integration bezieht sich allein auf die Amplitude Tℓp und ergibt deren Mit-
telung T ′ℓp u¨ber die azimutalen Orientierungen des Dipols {z, r}, vgl. Gl. (3.55). Aufgrund
der Symmetrie des Integranden, vgl. Gl. (3.36), wird z bezogen auf das halbe Intervall.
Die Amplituden Tℓp, T
′
ℓp sind rein imagina¨r und ha¨ngen ab von der invarianten Gesam-
tenergie
√
s nur kinematisch, das heißt durch einen globalen Faktor s. Aus dem Verschwin-
den des Realteils folgt, daß 1sT
′
ℓp fu¨r |τ| ≡ 0 identisch gleich ist der Funktion σtotℓp , dem
entsprechenden totalen Wirkungsquerschnitt, vgl. Gl. (3.54) und Abb. 3.7. Aufgrund der
nur kinematischen Energieabha¨ngigkeit von T ′ℓp, na¨mlich durch den globalen Faktor s folgt
fu¨r die differentiellen Wirkungsquerschnitte Konstanz bezu¨glich s, vgl. Gl. (3.72). Sie be-
ziehen sich auf den Wert
√
s∼=20 GeV, fu¨r den unsere Parameter fixiert sind, vgl. Seite 124,
insbes. die Gln. (3.43), (3.44). Sie ha¨ngen ab von Q2 u¨ber den U¨berlapp der Wellenfunktio-
nen von Photon und Vektormeson und von τ2 u¨ber die Amplitude T ′ℓp. Fu¨r diese gilt, vgl.
Seite 128: T ′ℓp∝exp−B0τ2/2 fu¨r kleine |τ|∼=
√− t, mit B0 dem slope-Parameter.
Experimentell sind diese Wirkungsquerschnitte schwierig zu trennen bezu¨glich Polarisa-
tionen. Daten in Abha¨ngigkeit von τ2 werden angegeben nur fu¨r
dσ
dt
= ǫ
dσL
dt
+
dσT
dt
(3.73)
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meist fu¨r festes Q2. Diese Daten sind rar. Die meisten und pra¨zisere Daten finden sich fu¨r
die τ2-integrierten Wirkungsquerschnitte
σ = ǫ σL + σT (3.74)
als Funktion von Q2.
Dabei ist in den Gln. (3.73), (3.74) mit ǫ die Rate longitudinal polarisierter Photonen
bezeichnet. Sie ha¨ngt ab vom Streuwinkel θl des Leptons, von dem das (virtuelle) Photon
emittiert wird, und von dessen Energie ν; so gilt
ǫ =
[
1 +
[
1+ν2/Q2
]· 2 tan2(θl/2) ]−1 (3.75)
im Ruhesystem des Protons.
In die Herleitung unserer T -Amplitude Thh ist die Annahme eingegangen, daß im Li-
mes s→∞ Helizita¨tserhaltung im s-Kanal gilt, vgl. die Gln. (2.101), (2.101′) und (2.102),
(2.102′). Ihre Gu¨ltigkeit kann untersucht werden in Zerfa¨llen von Vektormesonen. Umge-
kehrt ko¨nnen wir unter ihrer Annahme berechnen
RLT = σL/σT (3.76)
in Abha¨ngigkeit von Q2, das heißt das Verha¨ltnis der integrierten Wirkungsquerschnitts
bezu¨glich longitudinaler und transversaler Polarisation als Funktion der Photon-Virtualita¨t.
3.4 Numerische Analyse
In diesem Abschnitt analysieren wir detailiert die numerischen Konsequenzen, die sich aus
diesen Formeln ergeben fu¨r die observablen der Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020)
und J/ψ(3097). Wir stellen dieser speziellen Analyse voran die allgemeine Diskussion dieser
Formeln.
Zuna¨chst bezieht sich unsere Analyse zu einem wichtigen Teil auf die Abha¨ngigkeit
von der Photon-Virtualita¨t in dem betrachteten Bereich von Q2 = 1−2 bis 10 GeV2. Wir
diskutieren daher qualitativ die allgemeine Q2-Abha¨ngigkeit der differentiellen Wirkungs-
querschnitte fu¨r longitudinale und transversale Polarisation. Wir betrachten Gl. (3.72)
fu¨r λ≡L, T mithilfe der Formeln fu¨r den entsprechenden U¨berlapp der Wellenfunktionen, die
Gln. (3.71), (3.71′). Die T -Amplitude T ′ℓp(z, r; |τ|) fu¨r Loop(Dipol)-Proton-Streuung zeigt
Potenzverhalten bezu¨glich r und fa¨llt fu¨r kleines |τ|∼=√−t exponentiell ab mit τ2. Sie ha¨ngt
nur marginal ab von z, vgl. Abb. 3.7.3.17 Fu¨r festes |τ| gilt T ′ℓp∝r2n, wobei n≡1 analytisch
fu¨r verschwindendes r langsam kleiner wird fu¨r r∼>a, vgl. Abb. 3.7.3.17 Wir interessieren uns
dafu¨r fu¨r welche Werte von r, abha¨ngig von Q2, die Amplitude T ′ℓp effektiv auszuwerten ist.
Da die Abha¨ngigkeit von T ′ℓp von z nur sehr schwach ist, vernachla¨ssigen wir sie fu¨r den Mo-
ment komplett, so daß sich die z-Integration im differentiellen Wirkungsquerschnitt bezieht
nur auf den U¨berlapp der Wellenfunktionen von Photon und Vektormeson. Dieser bestimmt
dann die effektiven Dipol-Ausdehnungen und diese die effektive Potenz n′ in T ′ℓp ∝ r2n
′
.
Durch Reskalieren r→Qr in der Amplitude T ′ℓp wird diese dimensionslos und herausproji-
ziert entsprechende Faktoren von Q; diese zusammen mit dem Q2-Verhalten des U¨berlapps
bestimmen wesentlich das Q2-Verhalten des Wirkungsquerschnitts. Wir unterscheiden auf
diese Weise zwei verschiedene Bereich: Fu¨r kleine Q2 ist die effektive Ausdehnung dominiert
3.17Bzgl. der Verknu¨pfung mit der dort aufgetragenen Funktion σtotℓp (z, r
2) vgl. die Diskussion zu Gl. (3.72).
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Abbildung 3.8: Q2-Verhalten von dσλ/dt(τ
2≡0) fu¨r ρ-Produktion. Die durchgezogene Linie
bezieht sich auf longitudinale Polarisation, die gepunktete auf transversale. Die effektive
Potenz des Abfalls mit Q steigt an um zwei Einheiten im dargestellten Bereich von Q2.
durch die Vektormeson-Wellenfunktion, wohingegen sie fu¨r große Q2 gegeben ist allein durch
die des Photons; wir finden asymptotisch:
dσL ∝ Q2 dσT = konst. fu¨r Q2 → 0 (3.77)
dσL ∝ Q−6 dσT ∝ Q−8 fu¨r Q2 →∞ (3.77′)
Diese Asymptotik der Wirkungsquerschnitte ha¨ngt stark ab von dem zugrundegelegten Mo-
dell. Die meisten gegenwa¨rtigen Experimente beziehen sich auf Werte von Q2, die diese
Asymptotik großer Q2 noch nicht erreichen. Auch der von uns betrachtete Bereich von
Q2=1−2 bis 10 GeV2 ist zu beziehen weder auf die Asymptotik kleiner noch der großer Q2:
Abbildung 3.8 zeigt effektiv log dσλ/dt, den Logarithmus des differentiellen Wirkungsquer-
schnitts fu¨r das ρ-Produktion bei τ ≡ 0 in Gegenu¨berstellung fu¨r longitudinale und trans-
versale Polarisation λ≡L, T . Die effektive Potenz m′ fu¨r den Abfall log dσλ/dt∝Q−m′ ist
ungefa¨hr 2.5 fu¨r longitudinale und 4 fu¨r transversale Polarisation bei Q2≡1 GeV2. Die-
se Potenz steigt an auf ungefa¨hr 4.5 beziehungsweise 6 bei Q2≡ 10 GeV2. Die Asymptotik
großerQ2 beginnt also erst jenseits dieses Wertes, wir erwarten im BereichQ2=10−100 GeV2.
In Abbildung 3.9 illustrieren wir die Bedeutung der transversalen Ausdehnung des Pho-
tons fu¨r die Wirkungsquerschnitte. Wir fu¨hren als obere Grenze in der r-Integration des
differentiellen Wirkungsquerschnitts nach Gl. (3.72) einen Cut-Off rcut ein, das heißt wir
beschra¨nken die transversale Ausdehnung der beitragenden Dipole von Hand auf Wer-
te r ≤ rcut. Wir normieren diese Gro¨ße auf den vollen Wert mit entferntem Cut-Off,
formal rcut =∞, und tragen ihn auf als Funktion von rcut. Wie erwartet ist die Quark-
Antiquark-Lichtkegelwellenfunktion des Photons transversal ausgedehnter fu¨r transversale
als fu¨r longitudinale Polarisation. So ru¨hrt fu¨r Q2 ≡ 4 GeV2 bei transversaler Polarisation
mehr als 50% des Wirkungsquerschnitts von Dipolen transversal gro¨ßer als 1 fm, wohingegen
bei longitudinaler Polarisation dies nur noch 15% sind. Dies ist Konsequenz dessen, daß die
transversale Wellenfunktion fast flach bezu¨glich z ist und ihre Ausdehnung grob gegeben ist
als r∼ ε−1; aufgrund der Proportionalita¨t von ε fu¨r große Photon-Virtualita¨ten zu √zz¯Q2
und nicht zu
√
Q2, vgl. Gl. (3.59), fu¨hren große Q2 nicht notwendig zu Dominanz kleiner
Dipole, sondern treten fu¨r die z-Endpunkte weiterhin große Dipole auf.
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Abbildung 3.9: Differentieller Wirkungsquerschnitt fu¨r ρ-Produktion bei |τ|≡0 als Funktion
des Cut-off rcut fu¨r die transversale Ausdehnung der Dipole, normiert auf den vollen Wert.
Die Kurven beziehen sich auf Q2≡1, 4, 10 GeV2, in (a) auf longitudinale, in (b) auf transver-
sale Polarisation. Mit wachsendemQ2 dominieren kleinere Dipole. Der Wirkungsquerschnitt
ist erst spa¨ter aufintegriert fu¨r transversale Polarisation aufgrund des z-Endpunkte-Beitrags.
Unsere Resultate ha¨ngen andererseits ab von den Lichtkegelwellenfunktionen der Vek-
tormesonen. Noch ohne ihre funktionale Form zu vera¨ndern zeigt sich dies durch Variation
des (Oszillator)Parameters ωV,λ. Wir halten den Wert der Vektormeson-Wellenfunktion am
Ursprung konstant. Ein um 5% verkleinerter Wert von ωV,λ ergibt eine Erho¨hung um unge-
fa¨hr 20% fu¨r den Wirkungsquerschnitt bei Q2 ≡ 1 GeV2. Dieser Effekt verringert sich auf
3% bei Q2 ≡ 10 GeV2. Dies ist Konsequenz dessen, daß der kleine Dipol in der Photon-
Wellenfunktion bei großen Virtualitten Q nur einen transversal engen Bereich der Vektor-
meson-Wellenfunktion um deren Ursprung testet.
Eine weitere Mo¨glichkeit die Abha¨ngigkeit von der Lichtkegelwellenfunktion des Vektorme-
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Abbildung 3.10: Skalierter integrierte Wirkungsquerschnitt Q4 σ(Q2) fu¨r ρ-Produktion. Als
Punkte sind aufgetragen die NMC-Daten, vgl. Ref. [156], als Rauten, unter Verwendung der
entsprechenden NMC-Polarisationsrate ǫ(Q2), unser Postulat fu¨r Q4 (ǫσL+σT ).
sons zu untersuchen ist, ihre funktionale Abha¨ngigkeit zu vera¨ndern. So fu¨hrt die Erset-
zung
√
zz¯→ zz¯√zz¯ in der Funktion hV,λ(z), vgl. Gl. (3.64), zu einer scha¨rferen Konzen-
trierung der Wellenfunktionen hin zu mittleren z. Dies fu¨hrt zu einer Verringerung des
Wirkungsquerschnitts um ungefa¨hr 30% im gesamten Q2-Bereich. Wie erwartet aufgrund
der unterschiedlichen Bedeutung des z-Endpunkte-Beitrags ist der Effekt ausgepra¨gter fu¨r
transversale als fu¨r longitudinale Polarisation.
3.4.1 Leptoproduktion von ρ(770), ω(782) und φ(1020)
Wir vergleichen unsere Resultate mit den experimentellen Daten im BereichQ2=1−10 GeV2.
Wir betonen vorab, daß unser Modell im Rahmen des MSV keine neuen Parameter einfu¨hrt,
die in irgendeinem Sinne bezeichnet werden ko¨nnten als spezifisch fu¨r Photo- und Leptopro-
duktion. Die Parameter, die unserem Zugang auf Niveau der Quark-Gluon-Wechselwirkung
zugrundeliegen, sind fixiert in Konsistenz mit Quark-Confinement in der Nieder- und elasti-
scher Proton-Proton-Streuung in der Hochenergiephysik, vgl. Seite 124.
ρ-Produktion. EMC und NMC beobachten eine Skalierung des integrierten Wirkungs-
querschnitts ungefa¨hr wie 1/Q4; wir reproduzieren dieses Verhalten sehr gut. In Abbil-
dung 3.10 sind aufgetragen die NMC-Daten fu¨r Deuteron, vgl. Ref. [156], und unser Postulat
fu¨r Q4 (σL+σT ). Diese Gro¨ße ist nicht gleich der gemessenen, da die NMC-Rate longitudinal
polarisierter Photonen ungleich Eins ist: ǫ 6= 1, vgl. Gl. (3.74); wir tragen daher u¨ber den
NMC-Werten fu¨r Q2 die Gro¨ße Q4(ǫσL+σT ) auf, indem wir deren Werte fu¨r ǫ(Q
2) verwen-
den. Wir verweisen auch auf Tabelle 4.3 auf Seite 189, die Daten von EMC und NMC fu¨r
integrierte elastische Wirkungsquerschnitte unseren Postulaten gegenu¨berstellt.
In unserem Zugang ist das Verhalten des Wirkungsquerschnitts σ=(σL+σT ) ungefa¨hr
wie 1/Q4 Resultat der Kombination des unterschiedlichen Verhaltens von σL und σT , vgl.
die Gln. (3.77), (3.77′), das seinerseits Resultat ist des subtilen Wechselspiels zwischen der
Abha¨ngigkeit der Dipol-Proton-Amplitude T ′ℓp von der transversalen Ausdehnung des Di-
pols mit dem effektiven U¨berlapp der Photon- und Vektormeson-Wellenfunktion. Dieser
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Abbildung 3.11: Integrierter elastischer Wirkungsquerschnitt fu¨r ρ-Produktion, Verha¨lt-
nis longitudinale zu transversale Polarisation als Funktion von Q2. Originalabbildung aus
unserer Vero¨ffentlichung Ref. [65]: zum Zeitpunkt ihres Entstehens war der aufgetragene
NMC-Datenpunkt, vgl. Ref. [156], der einzige verla¨ßliche Wert im betrachteten Q2-Bereich;
unsere Analyse war in guter U¨bereinstimmung mit weiteren Daten, doch lagen diese weit
oberhalb des Q2-Bereichs von 10−20 GeV2 oder waren mit großen Fehlern behaftet. Bzgl.
einer aktuellen Gegenu¨berstellung vgl. Abb. 4.15 auf Seite 192.
Ursprung differiert wesentlich von der Dynamik, die auftritt bei Quark-Quark-Streuung, die
aber dennoch zu a¨hnlichen Resultaten fu¨hrt. Wie bereits diskutiert, ist demgegenu¨ber das
asymptotische Verhalten fu¨r große Q2 beherrscht von der Ausdehnung der Photon-inha¨ren-
ten Dipolen und daher weitgehend unabha¨ngig von der funktionalen Form der Vektormeson-
Wellenfunktion und dem Modell, wie diese Dipole wechselwirken mit dem Proton.
Ein mo¨glicher Weg beide Zuga¨nge zu unterscheiden: Quark-Quark-Wechselwirkung von
der String-String-Wechselwirkung des MSV, besteht in der pra¨zisen Messung als Funktion
von Q2 des Verha¨ltnisses des integrierten elastischen Wirkungsquerschnitts fu¨r longitudi-
nale zu dem fu¨r transversale Polarisation: RLT = σL/σT , vgl. Gl. (3.76). Unser Postulat
fu¨r RLT (Q
2) fu¨r ρ-Produktion ist aufgetragen in Abbildung 3.11. Fu¨r große Q2 wird asym-
ptotisch ein Verhalten erwartet wie RLT ∝Q2, vgl. die Gln. (3.77), (3.77′); dieses Verhalten
ist in dem betrachteten Q2-Bereich von 1− 2 bis 10 GeV2 noch nicht erreicht, wir stel-
len ein Ansteigen fest weniger stark als Q2. In diesem Bereich mittlerer Q2 erwarten wir
signifikante Diskrepanz mit den konkurrierenden Modellen, die basieren auf bloßer Quark-
Quark-Wechselwirkung.
Abbildung 3.11 ist die Originalabbildung aus unserer Vero¨ffentlichung Ref. [65]. Inzwi-
schen sind mehr verla¨ssliche experimentelle Werte bekannt als der dort eingetragene NMC-
Datenpunkt, vgl. Ref. [156]. Im Rahmen der Erweiterung unseres Zugangs im folgenden
Kapitel werden auch kleinere bis verschwindende Virtualita¨ten zuga¨nglich, wobei unsere
Vorhersage fu¨r Q2 ∼> 1 GeV2 unvera¨ndert bestehen bleiben. Mit Abbildung 4.15 auf Sei-
te 192 geben wir eine aktuelle Gegenu¨berstellung mit dem Experiment an. Wir finden
dokumentieren dort in doppeltlogarithmischer Auftragung sehr gute U¨bereinstimmung im
gesamten Bereich von Q2 = 20 GeV2 bis hinunter zu den kleinsten bekannten experimen-
tellen Datenpunkten. Wir erwarten, daß zuku¨nftige Experimente das bereits angedeutete
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Abbildung 3.12: Differentieller Wirkungsquerschnitt ǫNMCdσL/dt+dσT/dt fu¨r ρ-Produktion
bei Q2≡6 GeV2 als Funktion von τ2. Die Daten sind entnommen Ref. [156], vgl. Tabl. 4.3.
steilere Abfallen hin zu RLT (Q
2≡0)=0, vgl. die Gln. (3.77), (3.77′), mit kleineren Q2 noch
deutlicher herauspra¨parieren werden.
Eine weitere Mo¨glichkeit zum Test der Wechselwirkung auf Quark-Gluon-Niveau ist die
Untersuchung des differentiellen Wirkungsquerschnitts als Funktionen von τ2 ∼= −t, vgl.
Gl. (3.6). In Abbildung 3.12 tragen wir auf, als Funktion von τ2, unser Resultat fu¨r die
Gro¨ße ǫdσL/dt+dσT/dt fu¨r ρ-Produktion bei Q
2 ≡ 6 GeV2. Wir stellen diesem gegenu¨ber
die NMC-Datenpunkte fu¨r ρ-Produktion elastisch an Deuteron außerhalb der Region, in der
koha¨rente Produktion stattfindet, vgl. Ref. [156]. Der Abfall ist nicht rein exponentiell,
sondern gegeben durch eine konkave Kurve. Wir finden ǫdσL/dt+dσT/dt∝ exp −B(τ2)τ2/2
mit B(0)≡B0, dem in Gl. (3.42) definierten slope-Parameter fu¨r verschwindenden invarian-
ten Impulstransfer und B(τ2) langsam abfallend mit τ2 fu¨r τ2∼> 0.1 GeV2. Dieses Verhalten
des effektiven slope-Parameters B(τ2) ist modellabha¨ngig und ist Konsequenz des MSV-
spezifischen String-String-Mechanismus inha¨rent der Loop(Dipol)-Proton-Amplitude Tℓp,
vgl. die Refn. [63, 124]. Da die in τ2 differentiellen Wirkungsquerschnitte schwer zu messen
sind, existieren gegenwa¨rtig kaum experimentelle Daten, aus denen B(τ2) extrahiert wer-
den ko¨nnte; wir mu¨ssen uns daher bezu¨glich einer Konfrontation unseres Postulats mit dem
Experiment begnu¨gen mit dieser Abbildung.
In Hinblick auf zuku¨nftige Experimente zeigen wir in Abbildung 3.13 unsere Vorhersage
fu¨r die differentiellen Wirkungsquerschnitte als Funktion von τ2 fu¨r longitudinale und trans-
versale Polarisation getrennt; wir wa¨hlen Q2≡2 und 10 GeV2 als einen niedrigeren und einen
ho¨heren Wert unseres Q2-Bereichs. Wir finden wieder konkaves Abfallverhalten mit τ2. Der
Abfall fu¨r kleine τ2 ist jedoch steiler fu¨r transversale als fu¨r longitudinale Polarisation; dieser
Effekt wird schwa¨cher fu¨r anwachsendes τ2. Das heißt der effektive slope-Parameter Bλ ist
fu¨r transversale Polarisation gro¨ßer als fu¨r longitudinale: BT >BL fu¨r festes τ
2, und zwar
umso mehr, je kleiner τ2 ist. Wir erwarten dies aus folgendem Grund: Je kleiner τ2, desto
mehr sollte Bλ in der Weise von den transversalen Ausdehnung der streuenden Hadronen
bestimmt sein wie B0 nach Gl. (3.56). Andererseits ist die transversale Ausdehnung der
effektiven Dipole gro¨ßer fu¨r transversale als fu¨r longitudinale Polarisation.
Wir vergleichen die Kurven in Abbildung 3.13 bezu¨glich fester Polarisation aber un-
terschiedlichem Q2. Sie verlaufen nicht ganz parallel und dokumentieren eine nichttriviale
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Abbildung 3.13: Differentieller Wirkungsquerschnitt fu¨r ρ-Produktion als Funktion von τ2
fu¨r festes Q2≡2 und 10 GeV2; die durchgezogene Linie bezieht sich auf longitudinale Pola-
risation, die gepunktete auf transversale.
Abha¨ngigkeit des effektiven slope-Parameters auch von Q2. Diese ru¨hrt daher, daß die
Photon-Wellenfunktion mit wachsendem Q2 langsam transversal kleiner wird und so einen
transversal kleineren Ausschnitt der Vektormeson-Wellenfunktion testet.
Zusammenfassend sehen wir gute Signatur, in einer pra¨zisen Messung der differentiellen
Wirkungsquerschnitte als Funktion von τ2 zu unterscheiden zwischen unserem Zugang und
konkurrierenden. Im folgenden Kapitel fu¨hren wir in weiterem Rahmen unsere Diskussi-
on der ρ-Produktion fort; bezu¨glich differentieller Wirkungsquerschnitte verweisen wir auf
Abbildung 4.16(a),(b) auf Seite 194 und die Tabellen H.1-H.9 in Anhang H.
ω-Produktion. Das ω-Meson unterscheidet sich von dem ρ-Meson im wesentlichen durch
seinen Flavour-Gehalt, genauer: seinen Isospin, vgl. Gl. (3.61) bzw. Tab. 3.1. Wir erwarten
daher, daß die Lichtkegelwellenfunktionen beider Teilchen sehr a¨hnlich sind. Da diese pro-
portional der entsprechenden Kopplung fV an den elektromagnetischen Strom sind, sollte
sich das Verha¨ltnis von Wirkungsquerschnitten verhalten wie, vgl. Tabl. 3.1:
f 2ω(782)
/
f 2ρ(770)
∼= 9.01/ 100 (3.78)
Dies beobachten wir in der Tat bis auf etwa 2%, vgl. Tabl. 4.4 auf Seite 191, Fußn. e. Die theo-
retische Diskussion bleibt daher unvera¨ndert gegenu¨ber dem ρ-Meson. Andererseits liegt nur
sehr begrenzt experimentelles Datenmaterial vor, mit dem wir unsere Vorhersagen konfron-
tieren ko¨nnten, so daß wir unmittelbar u¨bergehen zu den schwereren Vektormesonen.
Unserer Analyse liegen zugrunde fu¨r die laufenden Quarkmassen Zahlenwerte, wie ange-
geben in Tabelle 3.1, Fußnote a: Die up- und down-Massen werden identisch Null ge-
setzt:mu=md=0, die strange-Masse betra¨gtms=0.15 GeV, die charm-Massemc=1.3 GeV.
Das φ-Meson konstituiert sich also aus Quarks des ersten Flavours mit nichtverschwinden-
der Masse; diese hat weitreichende Konsequenzen. Wir diskutieren zuna¨cht allgemein die
Konsequenzen einer nichtverschwindenden Quarkmasse. Diese Diskussion bezieht sich be-
reits auf die unmittelbar folgende Analyse des φ-Mesons. Sie wird fortgesetzt im na¨chsten
Unterabschnitt in der Analyse des J/ψ-Mesons, fu¨r den Fall, daß diese Quarkmasse groß ist.
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Es tritt zuna¨chst ein zusa¨tzlicher Term auf im U¨berlapp der Lichtkegelwellenfunktionen
von Photon und Vektormeson, der bislang identisch Null war, vgl. den Term proportio-
nal K0 in Gl. (3.71
′). Bereits das Photon allein ha¨ngt ab von der Masse der Quarkkonsti-
tuenten, in die es sich aufspaltet; das Epsilon, das deren transversale Separation, das heißt
die transversale Ausdehnung der Photon-Wellenfunktion determiniert, ha¨ngt explizit ab von
der Quarkmasse: ε=
√
zz¯Q2+m2f , vgl. Gl. (3.59). Andererseits nimmt auch auf Seiten des
Vektormesons dessen Quark-Gehalt Einfluß: zum einen auf die transversale Ausdehnung
der Vektormeson-Wellenfunktion und zum anderen auf die Verteilung des Parameters z,
das heißt auf die Aufteilung des Lichtkegel-Gesamtimpulses auf Quark und Antiquark. Der
Einfluß auf die transversale Ausdehnung ist qualitativ gut verstanden und auch quantitativ
kontrollierbar. Hingegen bezu¨glich des Einflusses auf die z-Verteilung hV,λ(z), vgl. Gl. (3.64),
ist nur bekannt, daß bei gro¨ßerer Quarkmasse die Verteilung mehr gepeakt sein sollte um
den zentralen Wert z=1/2, der den Lichtkegelimpuls gleichverteilt.
φ-Produktion. So wird fu¨r die Lichtkegelwellenfunktion des φ-Mesons eine transversal
kleinere Ausdehnung erwartet. Dies zusammen mit der sta¨rkeren Unterdru¨ckung der End-
punkte des z-Intervalls la¨ßt erwarten, daß vor allem bei kleinen Q2 und sta¨rker fu¨r lon-
gitudinale Polarisation als fu¨r transversale die Wirkungsquerschnitte gegenu¨ber denen des
ρ-Mesons mehr reduziert sein sollten als durch den Flavour-Faktor, vgl. Tabl. 3.1:
f 2φ(1020)
/
f 2ρ(770)
∼= 26.9/ 100 (3.79)
Ein a¨hnlicher Effekt wird im Rahmen des MSV beobachtet im Verha¨ltnis von Pion-Proton-
zu Kaon-Proton-Streuung, vgl. hierzu Ref. [63]. Der Effekt sollte sich verringern mit stei-
gender Virtualita¨t des Photons, da fu¨r steigende Werte von Q2 tendenziell die Photon-
Wellenfunktion transversal kleiner wird und nur einen immer engeren Bereich der Vektor-
mesonwellenfunktion um deren Ursprung testet: Die Wirkungsquerschnitte sollten weniger
abha¨ngen von der transversalen Ausdehnung des produzierten Vektormesons als von der
des Photons. Es gibt Hinweise dafu¨r, daß dieser Effekt in den ZEUS-Daten beobachtet
wird, vgl. Ref. [239]. Weiter ko¨nnte eine vera¨nderte z-Verteilung hV,λ(z) des φ- gegenu¨ber
dem ρ-Vektormeson die Wirkungsquerschnitte beeinflussen unabha¨ngig von Q2.
Wir legen unserer Berechnung fu¨r das φ-Meson dieselbe funktionale Form zugrunde wie
dem ρ-Meson. Wir reproduzieren damit die Q2-Abha¨ngigkeit des integrierten Wirkungs-
querschnitts wie 1/Q4, wie sie von NMC beobachtet wird. Unsere Vorhersage ist allerdings
absolut um einen Faktor Zwei zu groß; vgl. Abbildun 3.14. Die φ-Lichtkegelwellenfunktion
sollte sta¨rker gepeakt sein um z=1/2. Dies kann erreicht werden durch einen zusa¨tzlichen
Faktor zz¯ in ihrer Verteilung hφ,λ, fu¨r λ≡ L, T . Wir haben diskutiert, daß dies eine Ver-
ringerung der Wirkungsquerschnitte mit sich bringt von ungefa¨hr 30% unabha¨ngig von Q2,
vgl. oben auf Seite 139. Dieser Effekt geht in die richtige Richtung und kann versta¨rkt durch
entsprechend sta¨rkere Akzentuierung der mittleren z-Werte. Es liegt aber nicht in unsere
Absicht durch fine tuning Konsistenz mit allen Observablen zu erreichen. Zumal gerade
die zu Abbildung 3.14 korrespondierende Auftragung der NMC-Daten fu¨r ρ-Produktion,
vgl. Abb. 3.10, suggeriert, daß diese mit gro¨ßeren Fehlern behaftet sein ko¨nnten, als ihre
Fehlerbalken angeben.
Fu¨r das Verha¨ltnis der integrierten Wirkungsquerschnitte fu¨r longitudinale und transver-
sale Polarisation finden wir einen a¨hnlichen Anstieg wie fu¨r das ρ-Meson; sein absoluter Wert
liegt ungefa¨hr 20% darunter. Die t-Abha¨ngigkeit der differentiellen Wirkungsquerschnitte
zeigt ein a¨hnliches Muster wie die fu¨r ρ-Produktion, wobei der |τ|≡0-Diffraktions-Peak etwas
breiter ausla¨uft.
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Abbildung 3.14: Skalierter integrierter Wirkungsquerschnitt fu¨r φ-Produktion konfrontiert
mit den experimentellen Daten von NMC, vgl. Ref. [156]. Wir sehen die Ursache der Diskre-
panz in der funktionalen Form der φ-Lichtkegelwellenfunktion.
3.4.2 Photo- und Leptoproduktion von J/ψ(3097)
Eine nichtverschwindende Quarkmasse fu¨hrt zu drastischen Vera¨nderungen in den Licht-
kegelwellenfunktionen von Photon und Vektormeson und folglich in deren U¨berlapp, vgl.
die Diskussion unmittelbar vor der Analyse des φ-Mesons auf Seite 143. Ist die Quark-
masse zusa¨tzlich groß, so gehen die vera¨nderungen erheblich weiter. Zuna¨chst ist zu be-
achten, daß unser Zugang annimmt, daß die Quarks auf (nahezu) lichtartigen Trajektori-
en propagieren. Dies ist erst der Fall fu¨r Energien weit oberhalb 2mf . Daher sind fu¨r
Leptoproduktion schwererer Vektormesonen wie des J/ψ(3097) gro¨ßere invariante Schwer-
punktenergien
√
s notwendig als die bisher diskutierten 10 GeV. Bei entsprechend ho¨heren
Energien wird wiederum eine nichttriviale s-Abha¨ngigkeit beobachtet, die unser Modell nicht
beru¨cksichtigt; vgl. diesbzgl. Ref. [181]. Andererseits stellt die große Quarkmasse eine har-
te Skala dar, die es ermo¨glicht innerhalb unserer perturbativen Behandlung des Photons
auch kleinere Q2 zu betrachten bis hin zu Photoproduktion: Q2 ≡ 0. Weiter induziert die
Differenz δt=−M2p (Q2+M2V )2/s2 von τ2 ∼=−t+δt und −t, vgl. Gl. (3.6), formal eine un-
tere Schranke in der τ -Phasenraumintegration und fu¨hrt fu¨r Wirkungsquerschnitte zu dem
zusa¨tzlichen Faktor expBδt. Bezogen auf J/ψ-Produktion und den von uns zu betrachtenden
Energiebereich von
√
s∼> 15 GeV finden wir, daß dieser Effekt erst fu¨r große Q2 ∼> 10 GeV2
deutlich wird. So ergibt
√
s=15 GeV, Q2≡10 GeV2 und der slope-Parameter im typischen
Bereich B=5−10 GeV−2 explizit expBδt=0.97−0.94. Wir werden diesen Faktor im folgen-
den vernachla¨ssigen.
Eine große Quarkmasse hat ferner Konsequenzen fu¨r das Asymptotische Verhalten der
Wirkungsquerschnitte fu¨r kleine Absta¨nde im Sinne großer Q2. Wir untersuchen die Modi-
fikationen gegenu¨ber Gl. (3.77′), die der zusa¨tzliche Massenterm im U¨berlapp von Photon-
und J/ψ-Lichtkegelwellenfunktion generiert, vgl. die Gln. (3.71), (3.71′). Wir nehmen dazu
fu¨r den Moment an, die z-Verteilung sei nichtrelativistisch, das heißt hJ/ψ,λ(z)∝δ(z−1/2)
fu¨r λ≡L, T , vgl. Gl. (3.64), und fu¨r Konsistenz mc=MJ/ψ/2. Wir betrachten so große Q2,
daß das Epsilon der Photon-Wellenfunktion ε2=m2f+zz¯Q
2=(Q2+M2J/ψ)/4 hinreichend groß
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Abbildung 3.15: Skalierter integrierter Wirkungsquerschnitt [1+Q2/M2J/ψ]
2 σλ(Q
2) als Funk-
tion von Q2: abweichend zu vorherigen Abbildungen bezieht sich die gepunktete Kurve auf
longitudinale, die (fast) durchgezogene auf transversale. Um mit den aufgetragenen EMC-
Daten, vgl. Ref. [69], zu vergleichen, sind unsere Kurven entsprechend ǫσL+σT zu addieren,
mit ǫ∼=0.7 der gemessenen EMC-Polarisationsrate.
ist, um gJ/ψ,λ(r)=exp{−ω2J/ψ,λr2/2}∼=1 fu¨r λ ≡ L, T , vgl. Gl. (3.63), approximieren zu
ko¨nnen; dann gilt T ′ℓp(z≡1/2, r, |τ|≡0) ∼= isC r2, mit C∼=4.3, und wir erhalten:
dσL
dt
∣∣∣∣
τ2≡0
(Q2) ∼=
Q2→∞
αem ·
[
8fJ/ψC
]2 Q2
(Q2+M2J/ψ)
4
(3.80)
dσT
dt
∣∣∣∣
τ2≡0
(Q2) ∼=
Q2→∞
αem ·
[
8fJ/ψC
]2 M2J/ψ
(Q2+M2J/ψ)
4
[
M2J/ψ+8ω
2
J/ψ,T
M2J/ψ+2ω
2
J/ψ,T
]2
(3.80′)
Zuna¨chst zeigen diese Ausdru¨cke, daß die relevante Skala, mit der die J/ψ-Produktionsquer-
schnitte abfallen Q2+M2J/ψ ist und nicht Q
2; erst fu¨r Q2≫M2J/ψ verliert dieser Unterschied
an Relevanz und laufen die Ausdru¨cke dieser Gleichungen in die Asymptotik von Gl. (3.77′).
Wie fu¨r den Fall leichter Quarks dominiert fu¨r große Q2 der Wirkungsquerschnitt fu¨r longi-
tudinale Polarisation u¨ber den fu¨r transversale; mit dem Zahlenwert ωJ/ψ,T ∼=0.57 GeV, vgl.
Tabl. 3.1, ist (M2J/ψ+8ω
2
J/ψ,T )
2/(M2J/ψ+2ω
2
J/ψ,T )
2∼=1.42∼=√2 und wir finden:
RJ/ψ,LT (Q
2) ∼=
Q2→∞
1/
√
2 · Q2/M2J/ψ (3.81)
Ausgedru¨ckt durch diese Funktion RLT (Q
2) sollte der differentielle Wirkungsquerschnitt in
Vorwa¨rtsrichtung abfallen wie (ǫdσL/dt+dσT/dt)|τ2≡0∝ [ǫRLT+1] (Q2+M2J/ψ)−4. Experimen-
tell wird eine Skalierung beobachtet wie (Q2+M2J/ψ)
−m, mitm∼=2. Dies ko¨nnte widerspiegeln,
daß RLT selbst von Q
2 abha¨ngt und – ansteigend wie Q2 – den vollsta¨ndig asymptotischen
Abfall mit m = 4 konterkariert: Der beobachtete Abfall wird gut gefittet durch eine klei-
nere Potenz m; zumal die Daten nicht ausreichend genau sind, m=4 auszuschließen. Wir
betonen, daß eine genaue Bestimmung des Potenzverhaltens bezu¨glich der Skala Q2+M2J/ψ
unverzichtbare Voraussetzung ist fu¨r das Versta¨ndnis der zugrundeliegenden Physik.
In Abbildung 3.15 ist angegeben unser Postulat fu¨r [1+Q2/M2J/ψ]
2 σλ(Q
2) fu¨r λ≡L, T , die
entsprechend skalierten integrierten Wirkungsquerschnitte fu¨r longitudinale und transversa-
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Abbildung 3.16: Differentiellen Wirkungsquerschnitte dσλ/dt, λ≡L, T , fu¨r J/ψ-Produktion
in Abha¨ngigkeit von τ2 bei Q2≡0, 10 GeV2. Die obere Kurve ist unsere Vorhersage fu¨r Pho-
toproduktion im Vergleich zu experimentellen Daten: der Messung von Ref. [23] (ausgefu¨llte
Punkte) und der Extrapolation nach Q2≡0 der EMC-Daten von Ref. [69] (offene Punkte).
A¨hnliche Daten sind gemessen von NMC bei Q2 ≡ 1.5 GeV2, vgl. Ref. [157]. Die unteren
Kurven zeigen unser Postulat fu¨r Q2≡10 GeV2. Die Abha¨ngigkeit des slope-Parameters von
der Polarisation, wie von Q2 sind nur marginal.
le Polarisation. Wir stellen ihnen gegenu¨ber die genannten Experimentellen Daten, die von
EMC im Energiebereich
√
s=10−20 GeV genommen sind, vgl. Ref. [69]. Fu¨r kleine Q2 nahe
Photoproduktion sind im Energiebereich
√
s = 10−20 GeV mehrere experimentelle Werte
angegeben, die aber nur grob einen Bereich von 10−20 nb bestimmen. Unsere Untersu-
chung der Asymptotik fu¨r große Q2 la¨ßt bereits vermuten, daß die Wirkungsquerschnitte
wesentlich determiniert sind durch die Form der z-Verteilumg hJ/ψ,λ(z) und den Wert der
charm-Quark-Masse mu. Numerisch finden wir fu¨r eine A¨nderung von mu um 5% fu¨r die
Wirkungsquerschnitte eine A¨nderung von 20% bei Q2≡0 und von 10% bei Q2≡10 GeV2.
Fu¨r ansteigendes Q2 folgt unsere Vorhersage qualitativ mehr und mehr dem Muster der
Asymptotik kleiner Absta¨nde, wie oben diskutiert; quantitativ tragen Dipole mittlerer trans-
versaler Ausdehnung in der Weise effektiv bei, daß der Abfall flacher resultiert als die Asym-
ptotik allein erwarten ließe.
In Abbildung 3.16 betrachten wir die Abha¨ngigkeit der differentiellen Wirkungsquer-
schnitte dσλ/dt fu¨r λ≡L, T und festes Q2 in Abha¨ngigkeit von τ2∼=−t. Unseren Vorhersagen
stehen gegenu¨ber die experimentellen Daten fu¨rQ2≡0 von Ref. [23] (ausgefu¨llte Punkte) und
die Extrapolation nach Q2 ≡ 0 der EMC-Daten von Ref. [69] (offene Punkte). Wir finden
gute U¨bereinstimmung. Zusa¨tzlich tragen wir unsere Postulate fu¨r J/ψ-Leptoproduktion
bei Q2 ≡ 10 GeV2 auf. In Kontrast zum Fall
”
großer“ Hadronen, vgl. Abb. 3.13, sind die
Kurven weitgehend parallel, das heißt wir beobachten nur sehr marginale Abha¨ngigkeit zum
einen von der Polarisation, zum anderen von Q2.
Zusammenfassend berechnen wir differentielle Wirkungsquerschnitte dσλ/dt|Q2(τ2) fu¨r Lep-
toproduktion der Vektormesonen ρ(770), ω(782) und φ(1020) elastisch am Proton und ent-
sprechende Querschnitte fu¨r Photo- und Leptoproduktion des J/ψ(3097). Wir postulieren
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diese Gro¨ßen separat fu¨r longitudinale und transversale Polarisation, die sich Weise bezieht
auf das einlaufende (virtuelle) Photon und das produzierte Vektormeson; Prozesse mit He-
lizita¨tsa¨nderung um zwei Einheiten sind in unserem Zugang mo¨glich, aber numerisch klein
und daher vernachla¨ssigt. Wir betrachten diese und daraus berechnete Observablen wie
der integrierte Wirkungsquerschnitt σλ(Q
2) und das Verha¨ltnis RLT (Q
2)=σL(Q
2)/σT (Q
2),
sprechen an den slope-Parameter.
Das zugrundeliegende Modell auf Niveau der Quark-Gluon-Wechselwirkung ist das Mo-
dell des Stochastischen Vakuums. Sein wesentliches Charakteristikum ist ein String-String-
Mechanismus: das Ausbilden und die Wechselwirkung gluonischer Strings. Seine Parame-
ter sind vollsta¨ndig fixiert durch Quark-Confinement bei niedrigen Energien und weicher
Proton-Proton-Streuung bei hohen Energien; sie sind vollsta¨ndig unabha¨ngig von Photo-
und Leptoproduktion.
Die hadronischen Wellenfunktionen der involvierten Teilchen sind berechnet in Licht-
kegelsto¨rungstheorie [Photon] beziehungsweise danach modelliert in wohl-etablierter Weise
[Vektormeson] und einfachster Weise [Proton].
Wichtiges Spezifikum von Photo- und Leptoproduktion ist die nichttriviale Abha¨ngig-
keit ihrer Wirkungsquerschnitte von der Photon-Virtualita¨t. Wir diskutieren die Asym-
ptotik fu¨r kleine und große Q2. Unser Zugang schra¨nkt ein auf Q2 = 1−2 bis 10 GeV2
als konservativen Bereich. Dieser liegt weit ab von der Asymptotik, insbesondere der mo-
dellunabha¨ngigen großer Q2. Unsere Postulate beziehen sich auf mittlere Q2, die ganz
wesentlich abha¨ngen vom zugrundeliegenden Quark-Gluon-Modell. So korrespondiert ei-
ne Photon-Virtualita¨t im betrachteten Bereich mit einer transversalen Ausdehnung seiner
konstituierenden Quark-Antiquark-Dipole von 0.5 bis 1.2 fm, je nach Polarisation; entspre-
chend ausgedehnte transversale Struktur des Vektormesons wird getestet, vgl. Abb. 3.9.
Unsere Vorhersagen reproduzieren nahezu perfekt das Verhalten bezu¨glich der betrachteten
intermedia¨ren Q2; wir sehen darin den String-String-Mechanismus des MSV in wesentlichen
Zu¨gen besta¨tigt. Wir geben weitere Observable an, wie die τ2-Abha¨ngigkeit der differentiel-
len Wirkungsquerschnitte und die Q2-Abha¨ngigkeit des Verha¨ltnisses RLT der integrierten
Wirkungsquerschnitte, die noch spezifischer abha¨ngen vom MSV-Mechanismus, gegenwa¨rtig
aber noch nicht ausreichend genau experimentell bestimmt sind.
Wir reproduzieren die absoluten Wirkungsquerschnitte fu¨r ρ, ω und J/ψ; unser Resultat
fu¨r φ ist um einen Faktor Zwei gro¨ßer. Wir erkla¨ren dies damit, daß die Abha¨ngigkeit der z-
Verteilung von einer nichtverschwindenden Quarkmasse zu wenig verstanden ist (bevor sie
fu¨r die große Masse des charm-Quarks wieder einfacher wird) und eine Definitive Aussage
bezu¨glich ihrer funktionalen Form nicht gemacht werden kann. Der Faktor Zwei ist ein
globaler; die Q2-Abha¨ngigkeit des φ wird korrekt reproduziert, wie wir finden im Vergleich
mit den ZEUS-Daten fu¨r das Verha¨ltnis von φ- zu ρ-Produktion, vgl. Ref. [239].
Die Ausdehnung unseres Zugangs im folgenden Kapitel geschieht dahingehend, daß
noch spezifischer der String-String-Mechanismus des MSV getestet wird: Wir erweitern den
Gu¨ltigkeitsbereich der Photon-Lichtkegelwellenfunktion hin zu kleiner bis verschwindender
Virtualita¨t. Und wir betrachten ho¨her angeregte Vektormesonen. Es sind daher noch im
U¨berlapp beider Wellenfunktionen Dipole involviert mit wesentlich gro¨ßeren transversalen
Ausdehnungen als bei den betrachteten 1S-Vektormesonen; effektiv finden wir fu¨r transver-
sale Polarisation spu¨rbare Beitra¨ge bis zu transversal 2.5−2.8 fm.
In Tabelle 4.4 auf Seite 191, quasi als Nachtrag zu diesem Kapitel, geben wir Wirkungs-
querschnitte der hier diskutierten Grundzustand-Vektormesonen an fu¨r Photoproduktion.
Wir finden gute U¨bereinstimmung – auch fu¨r das φ(1020).
Kapitel 4
Photo- und Leptoproduktion
von ρ(770), ρ(1450) und ρ(1700)
Zentrales Moment der Untersuchungen dieses Kapitels ist, uns weiter u¨ber die grundlegen-
den Mechanismen klar zu werden, die in nichtperturbativer Quantenchromodynamik auf
Quark-Gluon-Niveau agieren. Wir betrachten als ganz wesentlich in dieser Hinsicht den
String-String-Mechanismus, wie er Konsequenz ist der einfachen Annahmen des Modells des
Stochastischen Vakuums: die Ausbildung gluonischer Strings zwischen den fundamentalen
Partonen, aus denen wir uns einen hadronischen Zustand aufgebaut vorstellen, und deren
Wechselwirkung. Ziel ist es, die Relevanz dieses Mechanismus’ weiter herauszupra¨parieren,
als dies bereits geschehen ist. Wir betrachten dazu Zusta¨nde gro¨ßerer transversaler Ausdeh-
nung, mit ausgedehnteren Strings.
In Termen der definierten Funktionen ist dies folgendermaßen motiviert. Die Funk-
tion T ′ℓp(z, r, |τ|) ist die T -Amplitude fu¨r die zugrundeliegende Streuung eines Loops, das
heißt Colour-Dipols {z, r} an dem festen Protontarget. Fu¨r festes |τ| ∼=√ − t und z steigt
sie mit der transversalen Dipolausdehnung r an wie r2n; dabei ist n≡ 1 an der Stelle r≡ 0
und fa¨llt langsam ab fu¨r r ∼> 1−2 a auf typische Werte n= 0.9−0.85 fu¨r mittlere r. We-
sentliche Konsequenz des String-String-Mechanismus des MSV ist, daß diese effektive Po-
tenz zwar weiter – langsam – kleiner wird, aber T ′ℓp weiter ansteigt. Dies ist wesentlicher
Effekt des konfinierenden C-Terms der eichinvarianten Zwei-Feldsta¨rken-Kumulante, vgl.
den Korrelationstensor D = (Dµνµ′ν′), und nicht zu erreichen durch den NC-Term allein.
Konkurrierende Modelle auf Basis perturbativer Quark-Quark-Wechselwirkung generieren
Dipol-Proton-Amplituden entsprechend T ′ℓp, die aber Quark-additiv sind und folglich von der
Struktur unseresNC-Terms; sie saturieren typischerweise fu¨r r=1−2 fm, vgl. etwa Ref. [153].
Je gro¨ßer daher die transversale Ausdehnung r der Dipole ist, fu¨r die – nicht unterdru¨ckt
durch den U¨berlapp der Photon- und Vektormeson-Wellenfunktionen – die Amplitude T ′ℓp
aufgerufen wird, desto relevanter der String-String-Mechanismus und desto gro¨ßer die Dis-
krepanz der Postulate solcher Modelle zu unseren im Rahmen des MSV.
Hadronische Zusta¨nde gro¨ßerer transversaler Ausdehnung sind im Rahmen von Photo-
und Leptoproduktion von Vektormesonen elastisch am Proton involviert, wenn beider Wel-
lenfunktionen
”
breit“ sind: Das einlaufende Photon muß tendenziell von mo¨glichst kleiner
Virtualita¨t Q sein. Das erzeugte Vektormeson muß in gleicher Weise eine
”
breite“ Wellen-
funktion besitzen. Nur dann la¨ßt ihr U¨berlapp ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ) Dipole großer transversaler
Ausdehnung r zu. Das eine werden wir realisieren, indem wir die Lichtkegelwellenfunkti-
on des Photons, wie sie zugrundeliegt der Analyse des vorangegangenen Kapitels, in ihrer
Gu¨ltigkeit ausdehnen auf kleinere bis verschwindende Virtualita¨ten. Das andere, indem wir
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ho¨here,
”
breitere“ Resonanzen betrachten. Wir nehmen vorweg, daß in dem System mit den
Quantenzahlen des ρ(770) als na¨chstho¨here Resonanz de facto (mindestens) zwei Zusta¨nde
so dicht beieinander liegen, daß eine sie nur zusammen diskutiert werden ko¨nnen; wir be-
zeichnen diese mit ρ′ und ρ′′ und beziehen uns auf die Zusta¨nde ρ(1450) und ρ(1700) der
Particle Data Group, Refn. [164, 165]. Nach Definition der Photon-Wellenfunktion fu¨r klei-
ne bis verschwindende Virtualita¨ten, fu¨r Definiertheit Q2 ∼< 2 GeV2, im folgenden Abschnitt
gehen wir ein auf das Rho-System im daran anschließenden, bevor wir uns zuwenden der
numerischen Analyse ihrer Photo- und Leptoproduktion elastisch am Proton.
4.1 Universelle Photon-Lichtkegelwellenfunktion
Dosch, Gousset, Pirner gehen in Ref. [66] einen in gleicher Weise einfachen und effektiven
Weg, die Lichtkegelwellenfunktion des Photons in ihrer Gu¨ltigkeit auszudehnen auf kleinere
bis verschwindende Virtualita¨ten. Wir geben einen Abriß ihrer U¨berlegungen, die in Zusam-
menhang stehen mit den konventionellen Zuga¨ngen zu den asymptotischen Bereichen großer
und kleiner Q2. Sie fu¨hren auf die konsistente Interpolation dieser Asymptotiken. Auf eine
universelle Photon-Lichtkekelwellenfunktion fu¨r Virtualita¨ten auch im Bereich Q2∼< 2 GeV2.
4.1.1 Zusammenhang
Aufgrund Asymptotischer Freiheit wird die Asymptotik kleiner (Konstituenten-)Absta¨nde,
tendenziell großerQ2 beschrieben durch die perturbative Theorie; die Photon-Lichtkegelwel-
lenfunktion des vorangegangenen Kapitels ist hergeleitet im Rahmen von LCPT.
Demgegenu¨ber wird die Asymptotik kleiner Q2 wesentlich determiniert durch Colour-
Dipole von der Ausdehnung typischer Hadronen. Dies suggeriert, die Photon-Wellenfunktion
zu entwickeln in einer hadronischen Basis; fu¨r transversale Polarisation:
ψγ(Q2,T ) =
∑
V=ρ,ω,φ
efVMV
M2V +Q
2
ψV (T ) + ψRest(T ) (4.1)
und fu¨r longitudinale entsprechend durch Ersetzen efVMV →efVQ und ψ#(T )→ψ#(L).
Dies ist die Entwicklung in JPC=1−−-hadronische Zusta¨nde. Dabei sind die Grundzustand-
Vektormesonen der drei leichten Flavour up, down, strange explizit ausgeschrieben im Sinne
der Hypothese des Vektormeson-Dominanz-Modells (VDM), daß das Photon bei kleiner
Virtualita¨t im wesentlichen bestimmt ist durch die Resonanzen ρ(770), ω(782), φ(1020).
Mit ψRest(λ) ist symbolisch bezeichnet die Summe der Wellenfunktionen sa¨mtlicher anderer
1−−-Residuen: die ho¨heren Anregungen von ρ, ω, φ bezu¨glich radialer und orbitalen Quan-
tenzahlen und nicht-resonante Mehrteilchen-Zusta¨nde wie Multiquarkzusta¨nde und Hybride
der Art Quark-Antiquark-Glue qq¯g, Quark-Antiquark-Glue-Glue qq¯gg . . .
In Zusammenhang mit der Ausdehnung dieser Darstellung hin zu gro¨ßeren Q2 ist von
zentraler Bedeutung die Feststellung, daß die Terme ψRest wesentlich das Q
2-Verhalten von
Observablen mitbestimmen. Dies wird exemplifiziert fu¨r Leptoproduktion von Vektormeso-
nen im Rahmen des vorangegangenen Kapitels und fu¨r Compton-Streuung; die entsprechen-
den T -Amplituden schreiben sich, vgl. die Gln. (3.68), (3.72):
Tλ[γ
(∗)p→V p] =
∫ 1/2
0
dz
∫ ∞
0
rdr
[
ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)
]
(z, r) T ′ℓp(z, r, |τ|) (4.2)
Tλ[γ
(∗)p→γ(∗)p] =
∫ 1/2
0
dz
∫ ∞
0
rdr
[
ψγ
†
(Q′2,λ) ψγ(Q2,λ)
]
(z, r) T ′ℓp(z, r, |τ|) (4.2′)
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Dabei folgt die zweite Amplitude aus der ersten durch Ersetzen des auslaufenden Vektor-
mesons durch ein Photon, dessen Virtualita¨t bezeichnet sei mit Q′.
Zum einen wird diskutiert die Asymptotik großer Q2 bezu¨glich des totalen Wirkungs-
querschnitts von Photon-Proton-Streuung σtot ≡ σtot[γ∗p] mit σtot = σtotL +σtotT . Diese
Asymptotik wird beschrieben durch die perturbative Theorie, die eine T -Amplitude der
Form (4.2′) generiert mit T ′ℓp der nicht na¨her bestimmten T -Amplitude fu¨r den Austausch
des Pomerons in der Streuung eines Loops(Colour-Dipols) am Proton. Der totale Wir-
kungsquerschnitt σtot(λ) fu¨r Polarisation λ≡L, T ist aufgrund des optischen Theorems genau
der Integralausdruck von (4.2′) in Vorwa¨rtsrichtung |τ|= 0 fu¨r Q′2 ≡Q2. Als Asymptotik
großer Q2 folgt dann mithilfe der universellen Relation T ′ℓp ∝ r2 fu¨r r→ 0 fu¨r den totalen
Wirkungsquerschnitt σtot∝Q−2 bei Dominanz transversaler Polarisation. Dem gegenu¨ber
steht das VDM auf Basis der drei Grundzustand-Resonanzen ρ, ω, φ allein: σtotL ∝ Q−2
und σtotT ∝Q−4, das heißt Dominanz longitudinaler Polarisation. Der fehlende transversale
inklusive Wirkungsquerschnitt muß daher resultieren aus ψRest(T ).
Zum anderen wird diskutiert der integrierte Wirkungsquerschnitt fu¨r die Leptoproduk-
tion von Vektormesonen elastisch am Proton: σel ≡ σel[γ∗p→ V p] mit σel = σelL +σelT , vgl.
Gl. (3.42). Fu¨r Virtualita¨ten im Bereich Q2 = 1−2 bis 10 GeV2 wurde fu¨r die Produkti-
on der Grundzustand-Vektormesonen der drei leichten Flavour im vorangegangenen Kapitel
auf Basis der Amplitude (4.2) ein Verhalten wie σel ∝ Q−4 postuliert und experimentell
besta¨tigt gefunden, vgl. die Abbn. 3.10 und 3.14; dabei stellten wir fu¨r gro¨ßere Q2 fest eine
zunehmende Dominanz longitudinaler Polarisation, vgl. Abb. 3.8. Hierzu in Kontrast folgt
im Rahmen des VDM auf Basis der drei Grundzustand-Resonanzen ρ, ω, φ allein: σelL ∝Q−2;
wir stellen fest ein u¨berschießen fu¨r longitudinale Polarisation. Diese Beitra¨ge mu¨ssen also
geku¨rzt werden durch ψRest(L).
Bei gro¨ßeren Q2 ko¨nnen die Beitra¨ge von ψRest(L), ψRest(T ) also nicht vernachla¨ssigt
werden, de facto bereits nicht bei Q2∼< 1 GeV2. Einerseits muß der beobachtete subtile
Ku¨rzungsmechanismus der Art konsistent implementiert werden, daß Resultat ist eine uni-
verselle Beschreibung des Photons in hadronischer Hochenergiestreuung. Andererseits ist
u¨ber die Zusta¨nde, die eingehen in ψRest, quantitativ wenig bis u¨berhaupt nichts bekannt.
Dies suggeriert zuna¨chst in einer Art gemischten Basis zu arbeiten: in der hadronischen
fu¨r kleine und in der Quark-Gluon-Basis fu¨r mittlere bis große Q2. Dies ist prinzipiell
mo¨glich aber nicht dadurch erreicht, ψRest in Gl. (4.1) zu identifizieren mit der perturba-
tiven Photon-Wellenfunktion. – Dies reproduzierte nicht die beobachtete (und in Ansatz
gerade diskutierte) Pha¨nomenologie, auch aus dem Grund, weil es zu unkontrolliertem dou-
ble counting fu¨hrte, das heißt Quark-Gluon-Konfigurationen, die bereits impliziert sind in
den Termen fu¨r ρ, ω, φ, werden im perturbativen Anteil ein zweites Mal geza¨hlt.
Dosch, Gousset, Pirner gehen in Ref. [66] den dritten Weg, indem sie in einer reinen
Quark-Gluon-Basis arbeiten. Sie geben an die konsistente Fortsetzung der perturbativen
Lichtkegelwellenfunktion des Photons zu kleinen bis verschwindenden Virtualita¨ten; fu¨r die-
se wird gefordert deren U¨bereinstimmung mit den drei expliziten Termen von Gl. (4.1)
fu¨r die Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020). Zentraler Punkt ihrer Herleitung ist, daß
die laufenden Quarkmassen der leichten Flavour der perturbativen Theorie: mu=md=0
und ms=0.15 GeV, vgl. Tabl. 3.1, Fußn. a, ersetzt werden durch effektive Massenmf,eff(Q
2),
f = u, d, s, die abha¨ngen von Q2 als der effektiven Skala, die bestimmt die Auflo¨sung des
Photons in der Streureaktion. Fu¨r kleinerwerdende Q2 unterhalb Q2 = 1−2 GeV2 steigen
mf,eff(Q
2) an von den laufenden, bare Werten mf auf typische Konstituentenquark-Massen.
Eine effektive Q2-Abha¨ngigkeit der Quarkmassen der leichten Flavour in diesem Sinne
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wird in Ref. [169] nicht-perturbativ mittels einer Operator-Produkt-Entwicklung diskutiert
und berechnet die Beitra¨ge aufgrund dynamischer, spontaner Brechung und aufgrund expli-
ziter Brechung der SU(2)⊗SU(2)-chiralen Symmetrie. Zusa¨tzliche Beitra¨ge werden erwartet
aufgrund von Confinement.
4.1.2 Transversaler Harmonischer Oszillator. Konstruktion
Diese Ersetzung der laufenden Quarkmassen durch effektive, Q2-abha¨ngige ist motiviert aus
der Analogie des transversalen (zweidimensionalen) Harmonischen Oszillators mit der Pho-
ton-Lichtkegelwellenfunktion in wesentlichen Charakteristika. Wir zeichnen die Argumen-
tation von Dosch, Gousset, Pirner in Ref. [66] nach4.1 hin zu deren Resultat fu¨r mf,eff(Q
2)
in parametrisierter Form.
Wir rekapitulieren, daß unser Zugang zu Hochenergiestreuung im Rahmen des MSV we-
sentlich determiniert wird durch die transversalen Ausdehnungen der involvierten Colour-
Dipole. In Ref. [62] wurde weiche Hochenergiestreuung, in erster Linie Proton-Proton-Streu-
ung diskutiert auf Basis von Wellenfunktionen mit nur einem Parameter: na¨mlich fu¨r
ihre transversale Ausdehnung, Spin-Freiheitsgrade wurden vollsta¨ndig vernachla¨ssigt; vgl.
Gl. (3.57). Es wurde dennoch gute U¨bereinstimmung mit dem Experiment gefunden.
In diesem Sinne: als approximative Untersuchung wesentlicher Charakteristika betrach-
ten wir – unter Vernachla¨ssigung der Spin-Freiheitsgrade – den transversalen Konfigurati-
onsanteil der perturbativen Photon-Lichtkegelwellenfunktion:4.2
ψγ(z, r) ∝
∫
d2k
(2π)2
eikr
k2+ε2
=
K0(εr)
2π
mit ε =
√
zz¯ Q2 +m2f r = |r| (4.3)
vgl. die Gln. (3.58), (3.58′) bzw. Anh. G.1. Ihre transversle Ausdehnung ist also beschra¨nkt
auf r ∼< ε−1 und sie ist ada¨quate Beschreibung fu¨r große ε. Fu¨r kleine ε wirken Brechung
der chiralen Symmetrie und Confinement zu großen Ausdehnungen r entgegen. Dies kann
anschaulich so betrachtet werden: Bei hohen Energien, weit entfernt vom Target, sollte die
perturbative Theorie freier Quark-Antiquark-Paare gu¨ltig sein; aber fu¨r kleine Q2 ist die Zeit
ausreichend, daß sich diese im Photon formieren zu gebundenen hadronischen Zusta¨nden.
Diesem Bild eines Quark-Antiquark-(Colour)Dipols in der Quantenchromodynamik ent-
spricht das zweier Teilchen im Harmonischen Oszillatorpotential der Quantenmechanik in
zweierlei Hinsicht. Zum einen treten nicht auf große transversale Separationen aufgrund des
Potentials, das stark mit diesen ansteigt; zum anderen verschwindet es fu¨r kurze Zeiten und
verschwindende Separation, und ist die Dynamik vollsta¨ndig bestimmt durch die kinetische
Energie. – Dies ist genau Confinement beziehungsweise Asymptotische Freiheit. In diesem
Sinne interpretiert wird die Greensche Funktion des transversalen Harmonischen Oszillators:
G(r,0,−E) =
∑
n=(n1,n2)
ψ∗n(r)ψn(0)
En−E mit En = (n
1+n2+1)ω (4.4)
Die Wellenfunktion ψn(0) steht fu¨r den harten Prozeß der Produktion des Quark-Antiquark-
Paares weit entfernt vom Target und die Wellenfunktion ψ∗n(r) bestimmt dessen transversale
Separation. Die Beschra¨nkung auf kleine Zeiten ist realisiert durch große negative Energi-
en E=−M ; große positive M entsprechen dabei dem tief-Euklidischen Bereich der QCD.
4.1Wesentlich sind die grundlegende Analogie und die daraus motivierte Idee. Wir stellen sie daher relativ
ausfu¨hrlich dar, auch auf die Gefahr hin einer gewissen Parallelita¨t zu der pra¨gnanten Darstellung dort.
4.2Die Diskussion bleibt qualitativ dieselbe bei Einbeziehung des Terms ∝K1 fu¨r transversale Polarisation.
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Fu¨r kleine negative Werte E=−M geht G(r,0,−E)→G(r,0,M) u¨ber in die freie zweidi-
mensionale Greensche Funktion der Quantenmechanik:
G0(r,0,M) =
∫
d2k
(2π)2
eikr
k2/(2m)+M
= 2m · K0(
√
2mMr)
2π
(4.5)
Die Analogie zu der Photon-Lichtkegelwellenfunktion ψγ(z, r), vgl. Gl. (4.3), ist frappant.
Die Korrespondenz
√
2mM↔ε=√zz¯Q2+m2f verdeutlicht den Zusammenhang der Ska-
len M und Q2.
Auf Basis dieser Analogie ist es mo¨glich sich im Studium der Photon-Lichtkegelwellen-
funktion zunutze zu machen, daß fu¨r den Harmonischen Oszillator eine Vielzahl von Resulta-
ten analytisch zur Verfu¨gung stehen oder in beliebiger Genauigkeit einfach berechnet werden
ko¨nnen, vgl. etwa Ref. [97].
”
Approximationen“ ko¨nnen dahingehend untersucht werden, ob
sie die exakten Resultate tatsa¨chlich approximieren oder deren wesentliche Charakteristika
nicht reproduzieren.
Auf diese Weise gelangen Dosch, Gousset, Pirner zuna¨chst zu zwei bedeutenden Feststel-
lungen fu¨r den Harmonischen Oszillator: Sie finden zum einen, daß die Determinierung von
Momenten der exakten Greenfunktion mit der Grundzustand-Wellenfunktion – die in analo-
ger Form fu¨r die Lichtkegelwellenfunktion des Photons wesentlich eingehen in die Streuam-
plitude – einem subtilen Ku¨rzungsmechanismus von Beitra¨gen unterworfen ist, die ru¨hren
von verschiedenen ho¨heren Anregungen. Um die exakte Greenfunktion G(r,0,M) in der
Darstellung der unendlichen Reihe nach Gl. (4.4) zu approximieren durch eine entsprechen-
de endliche Summe werden sehr viele Terme beno¨tigt. Dosch, Gousset, Pirner finden zum
anderen, daß zur Approximation von G sehr viel effektiver ist, auszugehen von der freien
Greensche Funktion G0(r,0,M), vgl. Gl. (4.5), und diese zu modifizieren durch Verschieben
ihres Arguments entsprechend
√
2mM→s0+√2mM , mit s0≡s0(M).
Beide Feststellungen lauten in Gegenu¨berstellung: Schon bei mittleren Werten von M
wie M∼=5ω werden mehr als zwanzig Terme in der Entwicklung (4.4) beno¨tigt, um eine bes-
sere Approximation von G zu erreichen, als die bloße freie Greensche Funktion G0 darstellt –
noch ohne Verschieben ihres Arguments. Verschiebung des Arguments mit eingeschlossen,
gelingt eine sehr gute Approximation bis zu verschwindenden M .
Aufgrund dieser Feststellungen wird ein Verfahren angegeben, das in konsistenter Weise
die Verschiebung s0 bestimmt als Funktion von M . Das Verfahren wird so eingerichtet –
die exakte Greensche Funktion G ist ja bekannt fu¨r den Harmonischen Oszillator der Quan-
tenmechanik, nicht aber ψγ fu¨r die QCD, vgl. die Gln. (4.3), (4.4) –, daß es in gleicher
Weise anwendbar ist auf den einen, wie auf den anderen Fall. Es wird daher die Appro-
ximation: freie Greensche Funktion mit verschobenem Argument, nicht verglichen mit der
exakten Greenschen Funktion. Sondern mit einem pha¨nomenologischen Ansatz fu¨r die-
se, der in gleicher Weise gemacht werden kann fu¨r den Harmonischen Oszillator und das
Quark-Antiquark-Photon der QCD. Dieser ist motiviert aus den QCD-Summenregeln nach
Shifman, Vainshtein, Zakharov, vgl. Ref. [193], und lautet:
”
eine Resonanz plus perturba-
tives Kontinuum“. Er bezieht sich auf Funktionen, die in gleicher Weise definiert werden
ko¨nnen fu¨r den einen wie fu¨r den anderen Fall. Fu¨r den Harmonischen Oszillator geben wir
diese nur an:
Π(n)(M) ≡ d
n
d(−M)n Π(M) mit Π(M)
!
= G(0,0,M) (4.6)
dabei garantiert der Zusammenhang mit der exakten Greenschen Funktion G Anbindung
an das
”
exakte“ Resultat.
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Wir gehen unmittelbar u¨ber zum Fall der Photon-Lichtkegelwellenfunktion der Quanten-
chromodynamik, den wir im folgenden skizzieren.
Die Π(M) entsprechende Funktion der QCD ist die skalareVakuum-Polarisationsfunktion
Π(q2,m2f ); vgl. generell auch Ref. [193]. Diese ist definiert u¨ber den Polarisationstensor des
Vektorstroms J(f) = (ψ¯fγ
µψf ) eines Quarks mit leichtem Flavour f = u, d, s und laufender
Masse mf (nicht impliziert in dieser Definition ist dessen Ladung ef =+2/3e,−1/3e):
Πµν(q,m2f ) = i
∫
d4x eiqx 〈Ω|T
{
Jµ(f)(x), J
ν
(f)(0)
}
|Ω〉 (4.7)
= (qµqν−q2gµν) Π(q2,m2f)
Der konstante Term der Funktion Π(q2,m2f ) ist nicht definierbar, s.u. Gl. (4.19). Fu¨r gro-
ße q2 wird ihr Imagina¨rteil ImΠ0(s,m
2
f ) in niedrigster Ordnung der perturbativen Theorie
repra¨sentiert und berechnet durch einen einzigen Feynman-Graphen, der steht fu¨r die Er-
zeugung, freie Propagation und anschließende Vernichtung des Quark-Antiquark-Paares mit
Flavour f .4.3 Die erste partielle Ableitung von Π(−Q2,m2f ) nach −Q2=q2, s.u. Gl. (4.10),
wird u¨blicherweise angegeben in Form der Dispersionsrelation:
Π
(1)
0 (Q
2,m2f ) =
1
π
∫ ∞
0
ds
ImΠ0(s,m
2
f )
(s+Q2)2
(4.8)
mit ImΠ0(s,m
2
f ) =
Nc
12π
v(3−v2)
2
θ(s−4m2f) v =
√
1−4m2f/s
=
Nc
12π
[
1+
2m2f
s
]√
1− 4m
2
f
s
θ(s−4m2f)
(4.9)
Dabei ist v die Geschwindigkeit des Quarks; die Theta-Funktion schra¨nkt ein auf Werte
oberhalb der kinematischen Schwelle. Der Quark-Vektorstrom J(f) ist Teil des elektroma-
gnetischen Stroms Jem; der hier auftretende Phasenraumfaktor entspricht daher dem in
Gl. (3.67). Wir schreiben dimensionslos:4.4
Im Π˜0(λ,m
2
f ) =
Nc
12π
[
1+
1
2λ
]√
1− 1
λ
θ(λ−1) mit λ ≡ s/4m2f (4.9′)
= ImΠ0(4m
2
f ·λ,m2f )
Die Dispersionsrelation (4.8) gilt zu beliebiger Ordnung in αs und kann verallgemeinert
werden auf ho¨here Ableitungen. Wir definieren die n-ten partiellen Ableitungen nach −Q2
beziehungsweise −ξ≡−Q2/4m2f :
Π(n)(Q2,m2f ) ≡
[
− ∂
∂Q2
]n
Π(Q2,m2f ) (4.10)
Π˜(n)(ξ,m2f ) ≡
[
− ∂
∂ξ
]n
Π˜(ξ,m2f ) =
(
4m2f
)n · Π(n)(4mf ·ξ,m2f) (4.10′)
und formulieren allgemein die Dispersionsrelationen:
Π(n)(Q2,m2f ) =
n!
π
∫
ds
ImΠ(s,m2f )
(s+Q2)n+1
n≥1 (4.11)
Π˜(n)(ξ,m2f ) =
n!
π
∫
dλ
Im Π˜(λ,m2f )
(λ+ξ)n+1
n≥1 mit λ ≡ s/4m2f (4.11′)
4.3Bzgl. des na¨chstfu¨hrenden Terms ImΠ1(s,m2f ) proportional αs auf Basis zweier zusa¨tzlicher Graphen,
die den Austausch jeweils eines Gluons beinhalten, vgl. etwa Ref. [193].
4.4Die gestrichenen Gleichungen im folgenden sind Darstellungen in Termen dimensionsloser Variablen;
Verdeutlichung in Hinsicht auf formale Umformungen, seien sie ignoriert beim weniger strengen Lesen.
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Aufgrund Asymptotischer Freiheit besitzen die Funktionen Π(n) fu¨r n≥ 0 im Euklidischen
Bereich eine sehr gute phenomenologische Darstellung der Art
”
eine Resonanz plus pertur-
batives Kontinuum“, vgl. Ref. [193]:
Π
(n)
ph (Q
2,m2f) =
n!f2V
(M2V +Q
2)n+1
+
n!
π
∫ ∞
st
ds
ImΠ0(s,m
2
f )
(s+Q2)n+1
n≥1 (4.12)
mit st der Schwelle, an der das perturbative Kontinuum einsetzt. Als Resonanz tritt auf das
Grundzustand-Vektormesonen V ≡ ρ(770), ω(782) oder φ(1020), das dem Quark bezu¨glich
Isospin und Flavour-Gehalt entspricht; vgl. Gl. (3.61) und Tabl. 3.1. Dabei bezeichnen MV
seine Masse und fV seine Kopplung an den elektromagnetischen Strom, vgl. Gl. (3.66).
In niedrigster Ordnung der perturbativen Theorie ist die Kopplung fV proportional zu
der Wellenfunktion des Vektormesons V am Ursprung; sie tritt daher in Gl. (4.12) auf als Re-
siduum des Resonanz-Pols. Aufgrund Quark-Hadron-Dualita¨t besteht fu¨r dieses Residuum
die Relation:
f2V =
1
π
∫ st
0
ds ImΠ0(s,m
2
f ) (4.13)
und mithilfe von Gl. (4.9′):
πf2V
4m2f
=
∫ λt
0
dλ ImΠ0(4m
2
f ·λ,m2f ) mit λt ≡ st/4m2f (4.13′)
=
Nc
12π
∫ λt
1
dλ
[
1+
1
2λ
]√
1− 1
λ
=
Nc
12π
λ
√
1− 1
λ
∣∣∣∣λt
1
Hierdurch folgt die Schwelle st, an der das perturbative Kontinuum einsetzt. Die Ableitun-
gen Π
(n)
ph , n≥1, sind damit wohldefiniert durch Gl. (4.12); sie stellen die phenomenologische,
”
exakte“ Seite der Gleichung dar, durch die mf,eff bestimmt wird.
Die
”
approximierte“ Seite der Gleichung ist gegeben durch die approximierten Funktio-
nen Π
(n)
app; diese werden identifiziert mit den freien Funktionen Π
(n)
0 mit verschobenem Ar-
gument , vgl. die Gln. (4.9), (4.11) bzw. (4.9′), (4.11′).
In welcher Weise explizit diese Verschiebung des Arguments durchzufu¨hren ist, folgt
einerseits aus der entsprechenden Verschiebung
√
2mM→s0(M)+√2mM im Fall des Har-
monischen Oszillators, andererseits durch Identifizierung und Zusammenhang der relevanten
SkalenM und Q aufgrund der Korrespondenz
√
2mM↔ε=√zz¯Q2+m2f zwischen dem Har-
monischen Oszillator der Quantenmechanik und der Photon-Lichtkegelwellenfunktion der
QCD. Vgl. die Diskussion in Anschluß an Gl. (4.5). Die Verschiebung des Arguments in
diesem Sinne kann subsumiert werden in
ψγ(z, r) ∝ K0(
√
zz¯Q2+m2f |r|) −→ K0(
√
zz¯Q2+m2f,eff |r|) (4.14)
mf −→ mf,eff (4.14′)
das heißt im Ersetzen der laufenden durch eine effektive Quarkmasse. Zwei Fa¨lle werden
unterschieden:
(i) mf,eff = mf,eff(Q
2) (4.15)
(ii) mf,eff = mf,eff(Q
2
eff≡4zz¯Q2) (4.15′)
Das heißtmf,eff wird aufgefaßt als Funktion von Q
2 oder von Q2eff≡4zz¯Q2, dem Quadrat der
effektiven Virtualita¨t des Photons, die abha¨ngt von z, dem Anteil des Quarks am Gesamt-
Lichtkegelimpuls; vgl. die Diskussion der transversalen Photon-Wellenfunktion in Anschluß
an Gl. (3.59) auf Seite 131.
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Auf dieser Basis folgt als die
”
approximierte“ Seite der Gleichung:
Π(n)app(Q
2,m2f,eff) ≡ Π(n)0 (Q2,m2f→m2f,eff) (4.16)
Und die Gleichung selbst, durch die mf,eff bestimmt wird in Abha¨ngigkeit der rein hadroni-
schen Gro¨ßen MV und fV :
Π
(n)
ph (Q
2,m2f ) = Π
(n)
app(Q
2,m2f,eff) (4.17)
n!f2V
(M2V +Q
2)n+1
+
n!
π
∫ ∞
st
ds
ImΠ0(s,m
2
f )
(s+Q2)n+1
(4.17′)
=
n!
π
∫ ∞
4m2
f,eff
ds
ImΠ0(s,m
2
f,eff)
(s+Q2)n+1
n ≥ 1
vgl. die Gln. (4.11), (4.12); auf der rechten Seite ist die untere Integrationsgrenze retundant
ausgeschrieben, insofern sie bereits impliziert ist in ImΠ0, vgl. Gl. (4.9). Wir betonen, daß
die Ableitungen nach Definition in Gl. (4.10) partielle Ableitungen sind und daher nicht
wirken auf die Q2-Abha¨ngigkeit implizit der effektiven Quarkmasse mf,eff .
Wir betrachten die Dispersionsintegrale in Gl. (4.17′) und identifizieren mithilfe Gl. (4.10′)
als relevantes Integral bezu¨glich der n-ten Ableitungen:(
4m2
)n · Π(n)# (4m·ξ,m2) ∣∣∣
Integral
= Π˜
(n)
# (ξ,m
2)
∣∣∣
Integral
(4.18)
=
[
− ∂
∂ξ
]n
Π˜#(ξ,m
2)
∣∣∣
Integral
=
Nc
12π
n!
π
·
∫ ∞
λt,1
dλ
1
(λ+ξ)n+1
[
1+
1
2λ
] √
1− 1
λ
!
=
Nc
12π2
· In(ξ, λ)
∣∣∣∞
λt,1
mit ξ=Q2/4m2 und, fu¨r die linke Seite von Gl. (4.17′), #≡ph [bzw. rechte Seite, #≡app]:
m≡mf [bzw. mf,eff ] und die untere Integrationsgrenze gleich λt≡st/4m2f [bzw. 1]. Die Funk-
tion In(ξ, λ) ist definiert als die Stammfunktion des Integranden.
4.5 Wir berechnen In(ξ, λ)
fu¨r mo¨glichst kleinen Index n ∈ IN0; alle ho¨heren Dispersionsintegrale, das heißt bezu¨glich
indizes n′ > n folgen dann durch (n′−n)-malige Differentiation. Der Index n ≡ 0 ist
zula¨ssig: Zwar divergiert das Integral logarithmisch an der oberen Grenze, wie folgt aus
der Abscha¨tzung des Integranden fu¨r große Argumente λ; es kann aber regularisiert und
renormiert werden. Wir tun dies im folgenden. Zuna¨chst finden wir:
I0(ξ, λ) = ln λ + 2 ln
[
1 +
√
1− 1
λ
]
(4.19)
− 1
ξ
√
1− 1
λ
−
[
1− 1
2ξ
] √
1+
1
ξ
{
ln
[(√
1+
1
ξ
+
√
1− 1
λ
)/(√
1+
1
ξ
−
√
1− 1
λ
)]
+ ln
[
ξ2
[
1− 1
2ξ
] (
1+
1
ξ
)3/2]}
Der erste Term lnλ ist verantwortlich fu¨r die Divergenz des Integrals an der oberen
Integrationsgrenze, Regularisierung geschieht durch seine Subtraktion. Da er nicht abha¨ngt
von ξ, a¨ndert diese Regularisierung nicht den Wert der ho¨heren Ableitungen nach ξ, das
4.5Das in Gl. (4.13′) angegebene Integral kann formal aufgefaßt werden als I−1.
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Abbildung 4.1: Effektive Quarkmassen mu/d,eff und ms,eff als Funktionen von Q
2, Fall (i)
nach Gl. (4.15). Dieses Resultat ist entnommen Ref. [66]; wir danken den Autoren Dosch,
Gousset, Pirner fu¨r die freundliche U¨berlassung dieser Abbildungen.
heißt deren Renormierung ist trivial. Fu¨r die nicht-abgeleitete Funktion selbst ist aufgrund
seiner Unabha¨ngigkeit von ξ die Subtraktion dieselbe auf der rechten und linken Seite von
Gl. (4.17′); und somit irrelevant auch in diesem Fall. Aufgrund derselben Argumentation
kann der zweite Term 2 ln[1+
√
1−1/λ] als konstant subtrahiert werden. Schließlich der Term
in der letzten Zeile ist unabha¨ngig von λ und verschwindet bei Differenzbildung bezu¨glich der
oberen und unteren Integrationsgrenze; er kann daher o.E.d.A. vorab subtrahiert werden.
Sei in diesem Sinne definiert das renormierte Integral Iren0 (ξ, λ) als die verbleibende zweite
und dritte Zeile von Gl. (4.19).
Das Dispersionsintegral folgt dann als die Differenz Iren0 (ξ, λ≡∞)−Iren0 (ξ, λ≡λt bzw. 1),
vgl. Gl. (4.18). Auf der
”
approximierten“ Seite von Gl. (4.17′) verschwindet die Funktion Iren0
identisch an der untere Integrationsgrenze λ≡ 1 und wir gelangen zu dem Ausdruck, den
Dosch, Gousset, Pirner in Ref. [66] angeben und ihrer Analyse zugrunde legen:(
4m2f,eff
)n · Π(n)app(4mf,eff ·ξ,m2f,eff) = Π˜(n)app(ξ,m2f,eff) (4.20)
=
[
− ∂
∂ξ
]n Nc
12π2
· Iren0 (ξ,∞)
=
[
− ∂
∂ξ
]n Nc
12π2
{
−1
ξ
−
[
1− 1
2ξ
]√
1+
1
ξ
ln
[(√
1+
1
ξ
+ 1
)/(√
1+
1
ξ
− 1
)]}
mit ξ≡Q2/4m2f,eff .
Auf dieser Basis bestimmen sie fu¨r die leichten Flavour up/down und strange, die funk-
tionale Abha¨ngigkeit der effektiven Quarkmassen mu/d,eff und ms,eff , indem sie annehmen:
eine Abha¨ngigkeit (i) von Q2 oder (ii) von Q2eff≡4zz¯Q2, vgl. die Gln. (4.15), (4.15′).
Ihre Resultate fu¨r den Fall (i) sind angegeben in den Abbildungen 4.1(a),(b). Sie stellen
dar die funktionale Abha¨ngigkeit der effektiven Quarkmassen mu/d,eff(Q
2) und ms,eff(Q
2),
die folgt aus den Gln. (4.17), (4.17′) fu¨r die zweiten Ableitungen: n≡2. Eine Abha¨ngigkeit
von der Anzahl der Differentiationen ist gegeben, jedoch wird diese referiert als schwach.
Die Q2-Abha¨ngigkeit von mf,eff(Q
2) ist in erster Approximation linear: Fu¨r große Q2 ist
die effektive Quarkmasse mf,eff(Q
2) identisch der laufenden Quarkmasse mf , mit mu/d=0
und ms=150 MeV, vgl. Tabelle 3.1, Fußnote a; fu¨r Virtualita¨ten unterhalb einer Schwel-
le Q2f,0 steigt sie linear an mit kleinerwerdendem Q
2 auf den Wert mf,0≡mf,eff(Q2≡0).
Numerisch sind diese Massen mf,0 von der Gro¨ßenordnung typischer Konstituentenquark-
Massen: mu/d,0=220 MeV und ms,0=310 MeV, und die Schwellen fu¨r die Photon-Virtualita¨t
liegen bei: Q2u/d,0=1.05 GeV
2 und Q2s,0=1.6 GeV
2.
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Unsere Resultate fu¨r die leichten Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020) im vorangegange-
nen Kapitel folgen daher im Rahmen einer universellen Photon-Lichtkegelwellenfunktion mit
effektiver Quarkmasse unvera¨ndert fu¨r Virtualita¨ten oberhalb dieser Werte: Q2≥1.05 GeV2
beziehungsweise Q2≥1.6 GeV2, und werden erst modifiziert fu¨r Werte darunter.
Dosch, Gousset, Pirner geben mit besser als 5% die Genauigkeit an, mit der die approxi-
mierte Polarisationsfunktionen Π
(n)
app(Q2,m2f,eff) auf Basis dieser effektiven Quarkmassen die
phenomenologischen,
”
exakten“ Polarisationsfunktionen Π
(n)
ph (Q
2,m2f ) reproduzieren.
Dosch, Gousset, Pirner diskutieren ferner den Fall (ii) nach Gl. (4.15′), in dem die effektive
Quarkmasse mf,eff angenommen wird als Funktion von Q
2
eff ≡ 4zz¯Q2. Wir machen dies-
bezu¨glich nur die folgenden Bemerkungen. Die Abha¨ngigkeit von Q2eff impliziert effektiv
eine Abha¨nggikeit von z, dem Anteil des Quarks am gesamten Lichtkegelimpuls. Dem wird
Rechnung getragen dadurch, daß ImΠ0(s,m
2) nach Gl. (4.9) ersetzt wird durch:
ImΠ0,z(s,m
2) =
Nc
12π
∫ 1
0
dz
[
1+
2m2
s
]
θ(s−m2/(zz¯)) (4.21)
Das heißt der Phasenraum wird entsprechend des Werts von z eingeschra¨nkt; m steht wie-
der fu¨r mf beziehungsweise mf,eff . Formal ist ImΠ0,z(s,m
2) eine Distribution bezu¨glich s
wie ImΠ0(s,m
2) nach Gl. (4.9); sie geht in diese u¨ber durch Ausfu¨hren der z-Integration
[Substitution µ=4zz¯], das heißt bei Bezug auf eine s-unabha¨ngige Funktion. Eingesetzt im
Dispersionsintegral nach Gl. (4.11) fu¨hrt sie zu Dispersionsrelationen fu¨r Π
(n)
0,z (Q
2,m2) ana-
log denen fu¨r Π
(n)
0 (Q
2,m2), n≥ 1. Diese Modifikation besteht darin, daß die s-Integration
des Dispersionsintegrals u¨ber die untere Grenzem2/(zz¯) abha¨ngt von z und u¨ber diese z-Kon-
figurationen gemittelt wird.
Resultat ist wie erwartet im wesentlichen eine glattere Interpolation zwischen laufen-
der Quarkmasse mf und Konstituentenquark-Masse mf,0. Im Rahmen der Genauigkeit der
Approximation und der Abha¨ngigkeit von der Anzahl n von Differentiationen kann mf,0
betrachtet werden als konstant; dann a¨ndert sich allein die Schwelle Q2f,0: und zwar zu den
kleineren Werten 0.69 GeV2 fu¨r die Flavour up/down und 1.16 GeV2 fu¨r strange.
Die universelle Photon-Lichtkegelwellenfunktion ist auf Basis expliziter Parametri-
sierungen von mf,eff gegeben durch – wir fassen zusammen mithilfe der Gln. (3.58),(3.58
′):
ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r) =
√
Nc efδff¯ χ
h,h¯
γ(Q2,λ)(z, r) (4.22)
wobei, mit ε=
√
zz¯Q2+m2f,eff , vgl. Gl. (3.59):
χγ(Q2,λ≡0) = − 2zz¯ Q δh,−h¯
K0(εr)
2π
(4.22′)
χγ(Q2,λ≡+1) =
√
2
[
i ε e+iϕ
(
z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+
)K1(εr)
2π
+ mf,eff δh+,h¯+
K0(εr)
2π
]
χγ(Q2,λ≡−1) =
√
2
[
i ε e−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+)K1(εr)2π + mf,eff δh−,h¯− K0(εr)2π
]
In den folgenden Abschnitten diskutieren wir ein System ho¨her angeregter Resonanzen mit
den Quantenzahlen des ρ(770). Fu¨r Definiertheit geben wir an dieser Stelle die explizite
Parametrisierung der effektiven Quarkmasse mu/d,eff fu¨r Flavour up/down an, die wir dieser
Diskussion zugrundelegen, mit mu/d,0=220 MeV, vgl. Ref. [66]:
mu/d,eff(Q
2) =
{
mu/d,0 ·
[
1−Q2/Q2u/d,0
]
fu¨r Q2 < Q2u/d,0=1.05 GeV
2
mu/d = 0 fu¨r Q
2 ≥ Q2u/d,0
(4.23)
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Abbildung 4.2: Q2-Abha¨ngigkeit des Beitrags der leichten Flavour up, down und strange zur
Proton-Strukturfunktion F2 fu¨r festes
√
s= 20 GeV. Die Daten stammen von NMC [Qua-
drate] und E665 [Rauten], vgl. die Refn. [75, 158]. Die Kurve ist berechnet in Ref. [66] als
Resultat auf Basis der Photon-Lichtkegelwellenfunktion mit effektiven Quarkmassenmu/d,eff
und ms,eff , wie gezeigt in den Abbildungen 4.1(a),(b). Sie ist reskaliert um einen Faktor 0.9,
der folgen wu¨rde etwa aus der Verringerung des Wertes fu¨r das Gluonkondensat um 5%.
Wir danken Dosch, Gousset, Pirner fu¨r die freundliche U¨berlassung dieser Abbildung.
Dies ist die Q2-abha¨ngige effektive Quarkmasse nach Fall (i), Gl. (4.15) wie dargestellt in Ab-
bildung 4.1(a). Das Ansteigen von mf,eff hin zu kleinen Q
2 verhindert zu große transversale
Separationen r des Quark-Antiquark-Paares und ist insofern zu interpretieren als Mimikry
von Effekten, die diese unterdru¨cken: chirale Symmetriebrechung und Confinement.
Der Erfolg des Verfahrens einer effektiven Quarkmasse, die abha¨ngt von der Skala des ein-
laufenden Impulstransfers, sei abschließend exemplarisch gezeigt an einem der Resultate von
Dosch, Gousset, Pirner in Ref. [66]; er ist eindrucksvoll dokumentiert in Abbildung 4.2.
Dargestellt ist ein Resultat in Zusammenhang mit Compton-Streuung, das berechnet
ist auf Basis der universellen Photon-Lichtkegelwellenfunktion nach den Gln. (4.22), (4.22′)
mit den effektiven Quarkmassen mu/d,eff und ms,eff nach Abbildung 4.1(a),(b). Die zu-
grundeliegende T -Amplitude Tλ[γ
(∗)p → γ(∗)p] fu¨r longitudinale und transversale Polari-
sation λ ≡ L, T ist bereits angegeben in Gl. (4.2′). In Abbildung 4.2 ist dargestellt fu¨r
feste invariante Schwerpunktenergie
√
s ∼= 20 GeV und als Funktion von Q2 die Proton-
Strukturfunktion F2(Q
2)=Q2/(πe2)·σtot[γ(∗)p], mit σtot[γ(∗)p]=σtotL [γ(∗)p]+σtotT [γ(∗)p]. Der
experimentell beobachtet Verlauf von F2 mit Q
2 ist hochgradig nichttrivial und wird per-
fekt reproduziert bis hinunter zu den kleinsten gemessenen Werten von Q2. Der Knick
bei 1−2 GeV2, der zustande kommt durch das Anwachsen der Quarkmassen fu¨r Virtualita¨ten
unterhalb der Schwellen Q2f,0, ist vorhanden in den experimentellen Daten. Dies suggeriert,
daß die Brechung der chiralen Symmetrie bereits in gegenwa¨rtigen Experimenten gemessen
ist, und sie durch genaue Messungen der Proton-Strukturfunktionen in Leptoproduktion
bei Virtualita¨t Q besser zuga¨nglich sein ko¨nnte als in Schwerionen-Kollisionen bei endlicher
Temperatur T =Q/(2π). Vgl. die Diskussion in Ref. [66]. Die absolute Skalierung der postu-
lierten Kurve auf neun Zehntel entspricht einer Reskalierung des Gluonkondensats auf 95%
des zugrundegelegten Wertes, – und ist insofern nicht wirklich von Bedeutung.
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Abbildung 4.3: Massespektrum fu¨r Hochenergie-Photoproduktion von π+π− elastisch am
Proton. Im BereichM∼=1.6 GeV zeigt sich konstruktive Interferenz. Die experimentellen Da-
ten stammen aus Ref. [11], mit einem Beitrag von 50±20 nb des 3−−-Vektormesons ρ3(1690)
subtrahiert, vgl. Ref. [14]. Die Auftragung geschieht entsprechend Donnachie, Mirzaie,
Ref. [55]: nicht normiert auf absolute Zahlenwerte. Die durchgezogene Kurve ist Resul-
tat unserer Analyse, die basiert auf den im Text parametrisierten Ansa¨tzen fu¨r ρ, ρ′, ρ′′ und
deren einfache Breit-Wigner-Distribution; vgl. Anh. G.3.2.
4.2 System ho¨herer 1+(1−−)-/Rho-Anregungen
Auf Basis der so definierten universellen Photon-Lichtkegelwellenfunktion werden untersucht
in Photo- und Leptoproduktion ho¨here Anregungen mit den Quantenzahlen des ρ(770), das
heißt mit IG(JPC)= 1+(1−−), vgl. Fußn. 3.16 auf Seite 132. Wir betrachten zuna¨chst den
Zusammenhang, insbesondere die experimentelle Situation.
4.2.1 Zusammenhang
Wir sprechen von einem
”
System von Anregungen“ und setzen damit bereits implizit voraus
die erste im folgenden diskutierte Feststellung. Die Spektren fu¨r die Produktion von zwei
und vier geladenen Pionen, π+π− und 2π+2π−, bezu¨glich derer invarianten MasseM zeigen
im Bereich von 1−2 GeV ein komplexes Bild, das hindeutet auf ein Wechselspiel subtil inter-
ferierender Zusta¨nde. Zum einen in Hochenergie-Photoproduktion elastisch am Proton wird
im π+π−-Spektrum auf der ρ(770)-Schulter bei M∼=1.6 GeV ein breites Maximum beobach-
tet; vgl. Abb. 4.3, und Ref. [11] bzgl. der experimentellen Daten. Ein Anstieg an derselben
Stelle findet sich auch im 2π+2π−-Massenspektrum, vgl. die Refn. [12, 13] und Abb. 4.18
auf Seite 197. Zum anderen in Elektron-Positron-Annihilation wird im π+π−-Spektrum
bei M∼=1.2−2 GeV ein Muster beobachtet, das wesentlich in Kontrast steht zu dem in der
Photoproduktion, vgl. Abb. 4.4, und die Refn. [15,24,174] bzgl. der experimentellen Daten.
Bzgl. des e+e−-Annihilationspektrums in 2π+2π− vgl. Abb. 4.17 auf Seite 196.
Dieser Unterschied suggeriert die Interpretation als zum einen konstruktive und zum an-
deren destruktive Interferenz und impliziert, daß im Massebereich von 1.2−2 GeV nicht nur
ein Zustand mit den Quantenzahlen des ρ(770) produziert wird. Evidenz fu¨r die Existenz
zweier Resonanzen wird seit langem diskutiert. So kommen Donnachie, Mirzaie in Ref. [55],
vgl. auch Ref. [39], in einer Analyse der experimentellen Massespektren zu dem Schluß, daß
eine konsistente Erkla¨rung auf Basis nur einer Resonanz nicht, wohl aber mo¨glich ist auf
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Abbildung 4.4: Massespektrum fu¨r e+e−-Annihilation in π+π−. Die Interferenz im Be-
reich M ∼= 1.6 GeV ist destruktiv; sie bestimmt die relativen Vorzeichen der Kopplungen
an den elektromagnetischen Strom fV , V ≡ ρ, ρ′, ρ′′, zu [+,−,+]. Die durchgezogene Kur-
ve ist die Anpassung von Donnachie, Mirzaie auf Basis zweier interferierender Resonan-
zen
”
ρ1“(1465) und ”
ρ2“(1700), vgl. Ref. [55]. Die gestrichelte Kurve stellt dar das Resultat
fu¨r die Parametrisierungen von ρ′, ρ′′ im Text, vgl. Tabl. 4.2 und Anh. G.3.2.
Basis zweier Resonanzen ρ1, ρ2 mit Massen 1465 beziehungsweise 1700 MeV, die in etwa
gleichstark koppeln an den elektromagnetischen Strom. Der alte eine Eintrag fu¨r ρ(1600)
der Particle Data Group ist ersetzt durch zwei Eintra¨ge fu¨r ρ(1450), ρ(1700); vgl. die
Diskussion unter letzterem ebenda, Ref. [165]. Ferner wird diskutiert die Existenz eines
Hybrid-Zustands h(1450) mit den Quantenzahlen des ρ(770): 1+(1−−), der dominant zerfa¨llt
in π a1(1260), vgl. die Refn. [39–41]. Wir legen unserer Analyse zwei Zusta¨nde zugrunde,
die wir bezeichnen mit ρ′, ρ′′ und verstehen als ρ(1450), ρ(1700). Diese sind zu pra¨zisieren.
Mit Gesamtdrehimpuls J ≡ 1 und aufgefaßt als U¨berlagerung von Paaren eines Quarks
und eines Antiquarks, deren Spins ausgerichtet sein ko¨nnen parallel oder antiparallel, besitzt
die Wellenfunktion, gema¨ß der die Paare verteilt sind, Bahndrehimpuls Null oder Zwei; dies
suggeriert den Ansatz als 2S- und 2D-Zustand [kurz |NL〉, fu¨r systematisch |N2S+1LJM〉].
Die Wellenfunktion der 2D-Welle verschwindet am Ursprung, so daß erst in relativistisch er-
weiterten Modellen eine nichtverschwindende Kopplung an den elektromagnetischen Strom
besteht. Diese relativistisch induzierte Kopplung fV ist insofern von ho¨herer Ordnung und
numerisch kleiner als die der 2S-Welle, entsprechend Γl
+l−
V , die leptonische Zerfallsbreite.
4.6
Dies war auch unser urspru¨nglicher Ansatz: ρ′′ aufzufassen als 2D-Zustand. Wir argumen-
tieren, weswegen wir ihn verworfen haben zugunsten eines anderen Ansatzes.
Wir rekapitulieren Gl. (3.66):
〈Ω|Jµem(0)|V (q, λ)〉 = efV MV ε
µ(q, λ) (4.24)
Durch sie ist fV definiert als die Kopplung des Vektormesons V an den elektromagnetischen
Strom Jem=(eF ψ¯F γ
µψF ), Summation u¨ber alle (geladenen) Fermionen F impliziert.
4.6Donnachie, Mirzaie extrahieren aus den experimentellen Daten fu¨r die zweite Anregung ρ2 mit Mas-
se 1.7 GeV eine leptonische Zerfallebreite von 1.5−3.0 keV, vgl. Ref. [55]. Als typisches relativistisch erwei-
tertes Quarkmodell postuliert das von Godfrey, Isgur, vgl. Ref. [94], fu¨r einen 2D-Zustand mit vergleichbarer
Masse von 1.66 GeV Zahlenwerte von 0.15−0.45 keV. Vorwegnehmend resultiert unser Ansatz fu¨r V ≡ρ′, ρ′′
in Zahlenwerte fu¨r die Kopplung fV von −103 und 90.3 MeV; damit ist zu konfrontieren der Wert 32.5 MeV
auf Basis einer 2D-Welle in Ref. [94].
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Der Zustand |V (q, λ)〉 des Vektormesons mit Viererimpuls q und Helizita¨t λ≡0,±1 wird
aufgefaßt als Superposition von Quark-Antiquark-Paare, die verteilt sind bezu¨glich einer
nicht-relativistischen Wellenfunktion. Auswertung der Formel (4.24) im Rahmen konventio-
neller relativistischer Quantenfeldtheorie ergibt dann, vgl. Ref. [22]:4.7
fV,nS = eˆV
√
Nc M
−1/2
V,nS · Λλ,S · 2
√
4π
∫ ∞
0
k2dk
(2π)3
R˜n,0(k) · 2
3
[
1+
1
2
m
k0
]
(4.25)
fV,nD = eˆV
√
Nc M
−1/2
V,nD · Λλ,D · 2
√
4π
∫ ∞
0
k2dk
(2π)3
R˜n,2(k) ·
√
2
3
[
1−m
k0
]
(4.25′)
mit k= |~k| dem Betrag des Dreier-Relativimpuls’ der Quarks, m deren Konstituentenmasse,
k0=
√
k2+m2 deren Energie und R˜nl dem Radialteil der Impulsraum-Wellenfunktion:
1 =
∫
d3~k
(2π)3
∣∣∣φ˜n,l,l3(~k) ≡ R˜n,l(k)Yl,l3(kˆ)∣∣∣2 = ∫ k2dk(2π)3 ∣∣R˜n,l(k)∣∣2 (4.26)
Die Faktoren Λλ,S ,Λλ,D in den Gln. (4.25), (4.25
′) sind fu¨r feste Helizita¨t λ≡ 0,±1 iden-
tisch Eins; sie geben die Beitra¨ge an bezu¨glich der Spin-Konfigurationen (s, s¯) der Quarks
beziehungsweise der dritten Komponente des Bahndrehimpulses l3:
1 = Λλ,S =
∑
s,s¯
{
δ0λ ·
1
2
[
δs+δs¯−+δs−δs¯+
]
+ δ±λ · δs±δs¯±
}
(4.27)
1 = Λλ,D (4.27
′)
=
∑
l3
{
δ0λ ·
[2
5
δl3,0+
3
10
δl3,+1+
3
10
δl3,−1
]
+ δ±λ ·
[ 1
10
δl3,0+
3
10
δl3,±1+
3
5
δl3,±2
]}
Fu¨r den (nicht-relativistischen) Harmonischen Oszillator mit Parameter ω gilt:
R˜00(k) =
√
4π 23
(√
π
2ω
)
3/2
e−ω−2k2/2 (4.28)
R˜20(k) =
√
4π 23
(√
π
2ω
)
3/2
e−ω−2k2/2 ·
√
3
2
[2
3
ω−2k2 − 1
]
(4.28′)
R˜22(k) =
√
4π 23
(√
π
2ω
)
3/2
e−ω−2k2/2 · 2√
15
ω−2k2 (4.28′)
mit weiter nicht spezifizierter Phase. Die Integrale der Gln. (4.25), (4.25′) auf Basis dieser
Ausdru¨cke ko¨nnen analytisch gelo¨st werden. Wir ku¨rzen ab den Anteil der Kopplung fV ,
der nicht abha¨ngt von den Quantenzahlen von V :
fˆnl :=
fV,nl
eˆV
√
Nc M
−1/2
V,nl
l ≡ S,D (4.29)
und finden, mit ζ≡m2/4ω2 und K0, K1 den modifizierten Besselfunktionen zweiter Art:
fˆ1S =
1√
3
(
2ω√
π
)
3/4
·
√
2
3
[
1 + ζ3/2 eζ
√
2
π
{
K1(ζ) −K0(ζ)
}]
(4.30)
fˆ2S =
1√
3
(
2ω√
π
)
3/4
·
[
1 + ζ3/2 eζ
√
2
π
{[1
3
− 8
3
ζ
]
K1(ζ) +
[
1+
8
3
ζ
]
K0(ζ)
}]
(4.30′)
fˆ2D =
1√
3
(
2ω√
π
)
3/4
· 2√
5
[
1− ζ3/2 eζ
√
2
π
{[4
3
− 8
3
ζ
]
K1(ζ) +
8
3
ζ K0(ζ)
}]
(4.30′′)
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Abbildung 4.5: Kopplungen fV (m,ω) in einem relativistisch erweiterten Quarkmodell auf Basis des Harmonischen Oszillators. Die physikalischen
Zusta¨nde ρ(770), ρ(1450), ρ(1700) sind aufgefaßt als reine 1S-,2S-,2D-Welle. Horizontele Linien: fu¨r ρ experimenteller Wert fρ,exp=0.1526 GeV,
fu¨r ρ′, ρ′′ die Werte, die Resultat sind unseres Ansatzes im Text und die experimentellen π+π−-, 2π+2π−-Spektren reproduziert, vgl. Tabl. 4.2.
Erste Zeile: fV als Funktion der Quark-Konstituentenmasse m fu¨r feste ω = 0.275, 0.290, 0.330 GeV [zunehmende Strichla¨nge]; die ersten
beiden Werte reproduzieren fρ,exp fu¨r die Quarkmasse Mρ/2 bzw. 0.220 GeV, der dritte Wert ist der Parameter ωρ,T unseres Ansatzes, vgl. die
Tabln. 3.1, 4.1. Zweite Zeile: fV als Funktion des Oszillatorparameters ω fu¨r feste m=0.0161, 0.220, 0.310 GeV,Mρ/2 [zunehmende Strichla¨nge,
durchgezogene Linie]; der erste Wert reproduziert fρ,exp fu¨r ωρ,T =0.330 GeV, der zweite, dritte Wert ist mu/d,eff(Q
2≡0) bzw. ms,eff(Q2≡0) als
typische Konstituentenmassen.
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In Abbildung 4.5 sind aufgetragen auf Basis dieser Ausdru¨cke fV,nl(m,ω) fu¨r V ≡ρ, ρ′, ρ′′
als Funktionen der Quarkmasse m beziehungsweise des Oszillatorparameters ω. Wir set-
zenNc≡3, eˆV ≡1/√2 und fassen fu¨r den Moment die physikalischen Zusta¨nde ρ(770),ρ(1450),
ρ(1700), vgl. Tabl. 4.2, auf als reine 1S-,2S-,2D-Welle mit Massen Mρ,1S, Mρ′,2S , Mρ′′,2D.
Wir finden aus den Kurven fu¨r fρ′′,2D(m,ω) [Spalte rechts]: daß der Ansatz von ρ
′′≡ρ(1700)
als reine 2D-Welle – ausgeklammert extreme Werte fu¨r m, ω – wesentlich kleinere Kopplun-
gen fρ′′ generieren, als notwendig sind, die experimentellen π
+π−-, 2π+2π−-Massespektren
zu reproduzieren; vgl. unseren Ansatz, den wir nun fortfahren zu formulieren.
Die Beobachtung, daß die Anregungen ρ(1450), ρ(1700) an das Photon etwa gleich stark
und von der Gro¨ßenordnung typischer 2S-Wellen koppeln, verbietet den Ansatz eines der
Zusta¨nde als reine 2D-Welle. Im vorangegangenen Kapitel wurde festgestellt, daß Diffrak-
tion im wesentlichen geschieht ohne Drehimpuls-U¨bertrag. Beides zusammen ist starkes
Argument dafu¨r, daß der 2D-Zustand stark unterdru¨ckt sein sollte.
Die Notation nS, nD,. . . ru¨hrt her von nicht-relativistischen Wellenfunktionen, wie gera-
de diskutiert; sie sei benutzt als abku¨rzende Bezeichnung fu¨r die Lichtkegelwellenfunktionen
von Zusta¨nden, die im nicht-relativistischen Limes entsprechend charakterisiert sind. Wir
formulieren als unseren Ansatz fu¨r die physikalischen Vektormeson-Zusta¨nde:
|ρ(770)〉 = |1S〉 (4.31)
|ρ(1450)〉 = |2S〉 · cosΘ + |rest〉 · sinΘ (4.31′)
|ρ(1700)〉 = |2S〉 · (− sinΘ) + |rest〉 · cosΘ (4.31′′)
Dabei stehe summarisch |rest〉 fu¨r Hybride |h〉 und den Zustand |2D〉, deren jeweilige Kopp-
lung an den elektromagnetischen Strom – an das Photon – unterdru¨ckt und numerisch klein
ist; wir vernachla¨ssigen daher diese Zusta¨nde. Der Mischungswinkel Θ wird berechnet in
einer Analyse der π+π−-, 2π+2π−-Massespektren, vgl. Anh. G.3.3. Zuna¨chst aber konstru-
ieren wir die Lichtkegelwellenfunktionen der Zusta¨nde |1S〉, |2S〉.
4.2.2 1S- und 2S-Lichtkegelwellenfunktion. Konstruktion
In 3.3.2 sind die Lichtkegelwellenfunktionen der 1S-Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020)
und J/ψ(3097) angegeben. Der Zustand |1S〉 wird identifiziert mit der Wellenfunktion fu¨r
das ρ-Meson dort, der Zustand |2S〉 in Analogie konstruiert; wir schreiben, vgl. Gl. (3.60):
ψh,h¯V (λ)(z, r) = 1/
√
Nc iV,f χ
h,h¯
V (λ)(z, r) fu¨r V ≡1S, 2S λ≡L, T (4.32)
mit iV,f =(uu¯−dd¯)/√2 fu¨r V ≡ ρ-1S, ρ-2S,. . . (Isospin 1), vgl. Gl. (3.61). Fu¨r V ≡1S reka-
pitulieren wir, vgl. Gl. (3.62) und Fußn. 3.14:4.8
χ1S(λ≡0) = 4zz¯ ω1S,L δh,−h¯ · g1S,L(r) h1S,L(z) (4.33)
χ1S(λ≡+1) =
[
iω21S,T r e
+iϕ (z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+) + meff δh+,h¯+ ] · g1S,T (r) h1S,T (z)
χ1S(λ≡−1) =
[
iω21S,T r e
−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+) + meff δh−,h¯− ] · g1S,T (r) h1S,T (z)
4.7Die Phase in diesen Gleichungen ist nicht physikalisch. Die Diskrepanz fu¨r die D-Welle im Vergleich
zu Ref. [22] ist Konsequenz dessen, daß wir in den Konventionen von Landau, Lifschitz arbeiten, deren
Kugelfla¨chenfunktionen Yl,l3 die zusa¨tzliche Phase i
l implizieren, vgl. Ref. [132].
4.8Bzgl. der effektiven Quarkmasse meff ≡mu/d,eff , vgl. unten die Diskussion in Anschluß an Gl. (4.38).
4.2 System ho¨herer 1+(1−−)-/Rho-Anregungen 165
mit r≡|r| und Definition von gV,λ(r), hV,λ(z) durch, vgl. die Gln. (3.63), (3.64):4.9
gV,λ(r) = exp
[
− 1
2
ω2V,λ r
2
]
(4.34)
hV,λ(z) = NV,λ
√
zz¯ exp
[
− 1
2
M2(z−1/2)2
ω2V,λ
]
(4.35)
fu¨r V ≡1S, 2S λ≡L, T
Die Funktionen gV,λ(r), hV,λ(z) sind im wesentlichen die 1S-Wellenfunktion des transversa-
len Harmonischen Oszillators und der Ansatz nach Wirbel, Stech, Bauer fu¨r die Verteilung
der longitudinalen Anteils z des Quarks am Gesamt-Lichtkegelimpuls.
Durch den Index V ≡2S seien Funktionen definiert, in Termen derer wir analog die Licht-
kegelwellenfunktion |2S〉 konstruieren. Diese besitzen somit dieselbe funktionale Abha¨ngig-
keit differieren aber in ihren Parametern ωV,λ, NV,λ. Die Bezeichnung als 2S-, das heißt
radiale Anregung bezieht sich auf die Freiheitsgrade des dreidimensionalen Konfigurations-
raums: transversal wie longitudinal. Anschaulich gesprochen, sollte die Wellenfunktion des
Zustands |2S〉 einen
”
Knoten“ bezu¨glich r und einen
”
Knoten“ bezu¨glich z besitzen. Wir
konstruieren diese explizit in Anhang G.2; hier beschra¨nken wir uns darauf, diese Konstruk-
tion zu skizzieren. Zuna¨chst ist wesentlich, daß sie geschieht im Impulsraum.
Fu¨r die zwei transversalen Anregungsmoden wird die 1S-Wellenfunktion des transver-
salen Harmonischen Oszillators g˜V,λ(k)∝gV,λ
(
ω−2V,λk
)
, k≡|k|, vgl. Gl. (3.65), ersetzt durch
die 2S-Wellenfunktion; de facto wird g˜2S,λ(k) multipliziert mit dem entsprechenden Polynom
ersten Grades in ω−2V,λk
2 – und dem Faktor
√
2 fu¨r die zwei Freiheitsgrade:
g˜1S,λ(k) −→
V ≡1S→2S
g˜2S,λ(k) · √2 ·
(
1− ω−22S,λk2
)
(4.36)
Fu¨r die eine longitudinale Anregungsmode wird h2S,λ(z) entsprechend multipliziert – in Hin-
blick auf manifeste Invarianz bezu¨glich des Austauschs von Quark und Antiquark: z↔ z¯ – mit
einem Polynom in zz¯, der Einfachheit halber mit einem Polynom ersten Grades:4.10
h1S,λ(z) −→
V ≡1S→2S
h2S,λ(z) ·
(
zz¯ −Aλ
)
mit Aλ ∈ IR (4.37)
Der Ausdruck im Impulsraum impliziert winkelabha¨ngige Terme mit Faktoren k, die unter
Fourier-Transformation u¨bergehen in Ableitungen ∂/∂r; diese wirken auf das aus der Trans-
formation resultierende Polynom in ω22S,λr
2, das auftritt differenziert und nicht-differenziert.
Im Sinne eines konsistenten Modells sollte ein Zusammenhang zwischen den einzelnen
Zusta¨nden bestehen: Formal sollte in g2S,λ [transversales Exponential] fu¨r festes λ≡ L, T
der Oszillatorparameter ω2S,λ gleich ω1S,λ sein; wir lassen ein leichtes Abweichen zu, vgl.
unten 4.2.3, Schritt Zwei in der Fixierung der 2S-Parameter. In demselben Sinne ist
in h2S,λ [longitudinales Exponential] universell M≡M1S gesetzt.
4.9Bzgl. der Vektormeson-Masse M≡M1S , vgl. unten die Bem. in Anschluß an Gl. (4.37).
4.10Die Analyse auf Basis eines Polynoms zweiten Grades fu¨hrt auf vergleichbare Resultate, vgl. Anh. G.2.2.
166 Photo- und Leptoproduktion von ρ(770), ρ(1450) und ρ(1700)
In Anhang G.2.2 leiten wir her fu¨r V ≡2S, vgl. Fußn. 3.14:
χ2S(λ≡0) = 4zz¯ ω2S,L δh,−h¯ (4.38)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−1)} · g2S,L(r) h2S,L(z)
χ2S(λ≡+1) =
[
iω22S,T r e
+iϕ (z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−3)}
+ meff δh+,h¯+ ·
{(
zz¯−Aλ
)
+
√
2
(
ω22S,λr
2−1)}] · g2S,T (r) h2S,T (z)
χ2S(λ≡−1) =
[
iω22S,T r e
−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−3)}
+ meff δh−,h¯− ·
{(
zz¯−Aλ
)
+
√
2
(
ω22S,λr
2−1)}] · g2S,T (r) h2S,T (z)
mit g2S,λ(r), h2S,λ(z) nach den Gln. (4.34), (4.35).
Wir betonen, daß in den Gln. (4.33), (4.38) wie in der Photon-Lichtkegelwellenfunktion,
vgl. die Gln. (4.22), (4.22′), die laufende Quarkmasse mu/d ersetzt ist durch die effektive
Quarkmasse meff(Q
2), die nach Gl. (4.23) fu¨r Q2 <Q20 = 1.05 GeV
2 in nichttrivialer Wei-
se abha¨ngt von Q2.4.11 Dies verwundert fu¨r einen Augenblick, da meff bestimmt ist fu¨r
die Lichtkegelwellenfunktion des Photons und abha¨ngt von der Gro¨ße Q2, die das Photon
charakterisiert. Hier genau liegt aber auch die Konsistenz: Die Einfu¨hrung der effektiven
Quarkmasse meff im vorangehenden Abschnitt geschieht in der u¨blichen Interpretation, vgl.
etwa Ref. [169]: als die
”
dem einlaufenden Impulstransfer Q2 entsprechende Parton-Masse“.
Sie imitiert chirale Symmetriebrechung und Confinement entsprechend der effektiven Ska-
la Q2 und ist insofern die relevante Quarkmasse auch in der Lichtkegelwellenfunktion des
Vektormesons, das produziert wird durch ein Photon, charakterisiert durch diese Skala.
4.2.3 1S- und 2S-Parameter. Fixierung
Wir diskutieren im folgenden die Fixierung der 1S- und 2S-Parameter. Sei diesbezu¨glich
ausdru¨cklich verwiesen auf Anhang G.2, insbesondere auf Seite G.2.1 und 310. Es werden
dort explizit angegeben und diskutiert die formalen Relationen, die zugrunde liegen der
nicht-formalen Diskussion hier.
Aufgrund der unterschiedlichen Helizita¨tenstruktur der Lichtkegelwellenfunktionen |1S〉,
|2S〉: Quark-Helizita¨ten h, h¯ ≡ ±1/2 in Abha¨ngigket der Vektormeson-Helizita¨t λ ≡ 0,±1,
sind diese formalen Relationen von unterschiedlicher Struktur fu¨r longitudinale und trans-
versale Polarisation, vgl. die Gln. (4.33), (4.38). Fu¨r transversale Polarisation ha¨ngen sie
weiter generell ab von der Quarkmasse, fu¨r longitudinale Polarisation dagegen generell nicht.
Ersetzen der laufenden durch die effektive Quarkmassemf→mf,eff induziert daher u¨ber die-
se eine nichttriviale Q2-Abha¨ngigkeit der transversalen Relationen fu¨r Q2<Q20=1.05 GeV
2,
vgl. Gl. (4.23). Fixierung der Parameter und die folgende Diskussion bezieht sich daher
a priori auf feste, wenn auch beliebige Werte von Q2.
Die Fixierung der 2S-Parameter geschieht in Schritten. Schritt Null ist die Fixierung
der 1S-Parameter ω1S,λ, N1S,λ. Das prinzipielle Vorgehen ist bereits geschildert im voran-
gehenden Kapitel, vgl. Seite 135; wir rekapitulieren: Die Forderungen von Normierung der
Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 und Reproduktion von f1S , der Kopplung an den elektroma-
gnetischen Strom, stellen fu¨r feste Polarisation λ ≡ L, T und festes Q2 formal ein System
4.11Sei hier und im folgenden abku¨rzend notiert: meff≡mu/d,eff und Q2≡Q2u/d,0.
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Parameter der 1S- und 2S-Lichtkegelwellenfunktionen fu¨r Q2≡0
approximativ orthogonal (a.o.), Ref. [125]:
1S 2S
Longitudinal Transversal Longitudinal Transversal
ωV,λ[GeV] 0.330 0.213 0.296 53
a 0.234 50a
NV,λ[√Nc≡3]b 4.48 3.44 3.21 16 1.96 44
Aλ — — 0.228 46 − 0.328 38
fV,λ[GeV] 0.152 6 0.152 6 − 0.137 23 − 0.137 23
RV,λ[fm] 0.299 0.536 0.572 8 0.725 0
orthogonal, Referenz-Parametersatz:
1S 2S
Longitudinal Transversal Longitudinal Transversal
ωV,λ[GeV] 0.330 0.213 0.297 72
a 0.233 74a
NV,λ[√Nc≡3]b 4.48 3.44 3.20 98 1.96 34
Aλ — — 0.227 94 − 0.291 84
fV,λ[GeV] 0.152 6 0.152 6 − 0.137 78 − 0.137 78
RV,λ[fm] 0.299 0.536 0.570 6 0.723 0
Tabelle 4.1: Parameter der Wellenfunktionen |1S〉, |2S〉 fu¨r Q2 ≡ 0, meff(0)≡0.220 GeV.
Input in Fettdruck: f1S≡fρ(770) und ∆; zusa¨tzlich: M1S≡Mρ(770), vgl. die Tabln. 3.1, 4.2,
und, zur Berechnung von f2S,T , die Abscha¨tzung M2S ∼= 1.6 GeV fu¨r den nichtphysikali-
schen 2S-Zustand. Die Parametersa¨tze beziehen sich auf approximative und exakte Ortho-
gonalita¨t von |2S〉 auf |1S〉, vgl. Text und Anh. G.2.2. Allein im Zahlenwert fu¨r AT geht
die Diskrepanz u¨ber die Genauigkeit hinaus, die wir in Ref. [125] angegeben haben, – so daß
fu¨r Kommensurabilita¨t hier die Anzahl angegebener Dezimalstellen erho¨ht wurde.
aentspricht Verru¨ckung ∆a.o.∼=10.1% und ∆∼=9.76% fu¨r approximative bzw. exakte Orthogonalita¨t
bvgl. Unterschrift zu Tabl. 3.1 auf Seite 135
zweier gekoppelter Gleichungen dar, das implizit u¨ber Funktionen, die Integrationen impli-
zieren, bestimmt die Parameter N1S,λ, ω1S,λ in Abha¨ngigkeit von den experimentell wohl-
determinierten ZahlenwertenM1S≡Mρ(770) und f1S,λ≡fρ(770) fu¨r das ρ(770)-Vektormeson.
Ein solches System von Gleichungen ist zu lo¨sen fu¨r transversale und longitudinale Polarisa-
tion und sa¨mtliche Werte des betrachteten Q2-Intervalls. Die Parameter ω1S,L, N1S,L folgen
als konstant, die Parameter ω1S,T , N1S,T – aufgrund der meff-Abha¨ngigkeit der Relationen –
als nichttrivial abha¨ngig von Q2 fu¨r Werte unterhalb Q20=1.05 GeV
2.
Zahlenwerte fu¨r die 1S-Parameter ω1S,λ, N1S,λ fu¨r λ≡L, T und Q2≡ 0 sind angegeben
in Tabelle 4.1, linke Spalten; die Q2-Abha¨ngigkeit fu¨r transversale Polarisation ist graphisch
dargestellt in Abbildung 4.6.
Dabei betonen wir zuna¨chst, daß sich die Zahlenwerte von Tabelle 4.1 beziehen auf
verschwindende Photon-Virtualita¨t Q2≡ 0. Aufgrund der bei diesem Wert nichtverschwin-
denden effektiven Quarkmasse mu/d,eff(Q
2≡0)=0.220 GeV sind die Zahlenwerte fu¨r ρ(770)
dort nicht gleich den entsprechenden Zahlen in Tabelle 3.1 auf Seite 135; diese basieren auf
einer verschwindenden laufenden Quarkmasse mu/d = 0. U¨bereinstimmung ist in der Tat
gegeben fu¨r Werte Q2 ≥ Q2u/d,0 = 1.05 GeV2, da fu¨r diese auch mu/d,eff(Q2) verschwindet.
Daher sind unsere Resultate fu¨r ρ(770) und ω(782) aus Kapitel 3 vollsta¨ndig gu¨ltig oberhalb
dieser Schwelle [bzw. die Resultate fu¨r φ(1020) oberhalb der Schwelle Q2s,0=1.6 GeV
2].
Die Bestimmung von ω1S,T als Funktion von Q
2 ist komplex; sie geschieht in praxi
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Abbildung 4.6: Verhalten mit Q2 der Parameter ω1S,T , N1S,T . Die Abha¨ngigkeit von Q2
wird induziert durch die effektive Quarkmasse meff(Q
2). Diese betra¨gt meff(0)=0.220 GeV
fu¨r Q2≡ 0, fa¨llt linear ab mit Q2 und verschwindet fu¨r Q2≥Q20=1.05 GeV2; das heißt fu¨r
gro¨ßere Q2 sind die Parameter ω1S,T , N1S,T eingefroren auf ihre Werte fu¨r Q2 ≡ 1.05 und
diese identisch denen des vorangehenden Kapitels.
fu¨r λ≡L, T und jedes Q2 durch die numerische Bestimmung im Rahmen des Newtonschen
Approximationsverfahrens des Fixpunktes einer komplizierten nicht-auflo¨sbaren Gleichung
von Integral-Funktionen in ω1S,T . Andererseits ist ω1S,T (Q
2) von zentraler Bedeutung fu¨r
die Berechnung aller u¨brigen Parameter. Wir geben daher in Anhang G.2.2 auf Seite 313,
Tabelle G.1 explizite Zahlenwerte an in ausreichender Genauigkeit und fu¨r das gesamte re-
levante Intervall von Q2; siehe dort auch den bezu¨glich Q2 konstanten Zahlenwert fu¨r ω1S,L.
Die Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 des 2S-Zustands besitzt gegenu¨ber |1S〉 – fu¨r feste
Polarisation λ≡L, T – neben ω2S,λ, N2S,λ einen dritten Parameter, na¨mlich Aλ. Dieser
parametrisiert die Position des Knotens der longitudinalen Anregungsmode und stellt sich
heraus als der Parameter, der allein die Forderung subsumiert von Orthogonalita¨t von |2S〉
auf |1S〉 und durch diese bereits vollsta¨ndig bestimmt ist, vgl. die Gln. (G.53), (G.54)
bzw. (G.53′), (G.54′). Die Fixierung der Parameter ω2S,λ, N2S,λ und Aλ kann nicht analog
durchtgefu¨hrt werden wie die des 1S-Zustands, und zwar aus dem folgenden Grund.
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Der 2S-Zustand ist nicht physikalisch und die Mρ(770) und fρ(770) entsprechenden Pa-
rameter M2S und f2S daher experimentell nicht unmittelbar zuga¨nglich. Seine Masse kann
zwar abgescha¨tzt werden durch die experimentell bestimmten Massen der physikalischen
Zusta¨nde ρ(1450), ρ(1700), vgl. die Gln. (4.31′), (4.31′′). Die Kopplungen fρ(1450), fρ(1700)
aber sind experimentell nicht bekannt, so daß unser Zahlenwert fu¨r f2S reines Postulat sein
wird. In die Relationen, auf Basis derer wir die 2S-Parameter bestimmen, gehen die Kopp-
lung de facto nur ein als f2S,L und als das Produkt f2S,T ·M2S , vgl. die Gln. (G.17), (G.17′).
Wir stellen andererseits die physikalische Forderung von Identita¨t der Kopplungen fu¨r longi-
tudinale und transversale Polarisation: f2S≡f2S,L≡f2S,T ; vgl. etwa die Gln. (4.25), (4.25′)
und (4.27), (4.27′) in dem vorgestellten relativistisch erweiterten Quarkmodell. Damit
folgt prinzipiell M2S . Wir gehen hiervon abweichend den folgenden Weg: Wir scha¨tzen
ab M2S∼=1.6 GeV4.12 und fordern Identita¨t der Kopplungen fu¨r longitudinale und trans-
versale Polarisation. Dies wird erreicht, indem wir zulassen, daß fu¨r feste Polarisation der
Oszillatorparameter ω2S,λ abweicht von ω1S,λ, und fordern, daß die relative Verru¨ckung mi-
nimal und identisch ist. Wir pra¨zisieren dies im folgenden.
Sei betrachtet feste Polarisation λ≡L, T . Schritt Eins setzt an die Oszillatorparameter
des 2S-Zustands als identisch gleich denen des 1S-Zustands:
Schritt Eins: ω2S,λ
!
= ω1S,λ λ≡L, T , fest (4.39)
vgl. Gl. (G.48). Schritt Eins′ bstimmt dann sukzessive Aλ, N2S,λ und f2S,λ: Aus der ers-
ten Forderung an den Zustand |2S〉, von Orthogonalita¨t auf |1S〉, folgt der Parameter Aλ
in Abha¨ngigkeit von ω1S,λ und M1S ,
4.13 vgl. die Gln. (G.53), (G.53′) und (G.54), (G.54′).
Aus der zweiten Forderung an |2S〉, seiner Normiertheit , folgt weiter mithilfe Aλ der Pa-
rameter N2S,λ4.13, vgl. die Gln. (G.52), (G.52′). Aus der dritten Forderung an |2S〉, von
Reproduktion der Kopplung an den elektromagnetischen Strom Jem, folgt schließlich mithil-
fe Aλ, N2S,λ ein expliziter Zahlenwert fu¨r f2S,λ, vgl. die Gln. (G.51), (G.51′):
Schritt Eins′: ω2S,λ λ≡L, T , fest (4.40)
→ |2S〉 ! orthogonal |1S〉 =⇒ Aλ
→ |2S〉 ! normiert =⇒ N2S,λ
→ |2S〉 ! koppelt an Jem =⇒ f2S,λ
Dies geschieht separat und unabha¨ngig voneinander fu¨r longitudinale und transversale Pola-
risation. Offensichtlich differieren die resultierenden Kopplungen: f2S,L 6=f2S,T ; wir fordern
dagegen physikalisch ihre Identita¨t. Schritt Zwei ist daher, simultan wegzuru¨cken ω2S,L
von ω1S,L und ω2S,T von ω1S,T :
Schritt Zwei: f2S,L
!
= f2S,T =⇒ ω2S,λ 6= ω1S,λ λ≡L, T , fest (4.41)
ω2S,L
!
= ω1S,L(1−∆) (4.41′)
& ω2S,T
!
= ω1S,T (1+∆) |∆| minimal
vgl. die Gln. (G.49), (G.49′). Identita¨t der Kopplungen f2S,L, f2S,T kann in dieser Weise
erreicht werden fu¨r ∆> 0, das heißt ω2S,L ist kleiner zu wa¨hlen als ω1S,L und ω2S,T gro¨ßer
als ω1S,L. Effektiv ist Identita¨t der Kopplungen erreicht fu¨r relative Verru¨ckungen um
etwa 10%. Explizit ist ∆≡∆(Q2) eine Funktion von Q2.
4.12Im Sinne des alten Eintrags ρ(1600) der Particle Data Group, vgl. 4.2.1 auf Seite 161.
4.13d.h. ein expliziter Zahlenwert, der effektiv abha¨ngt von M1S≡Mρ(770) und f1S≡fρ(770)
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In praxi gehen wir vor wie folgt: Wir betrachten festes Q2, fu¨r Definiertheit Q2 ≡ 0.
Wir setzen ω2S,λ≡ω1S,λ als Schritt Eins. Wir fu¨hren durch Schritt Eins′, das heißt wir be-
stimmen sukzessive Aλ, dann N2S,λ, dann f2S,λ – separat fu¨r longitudinale und transversale
Polarisation λ≡L, T . Vergleich von f2S,L, f2S,T suggeriert einen Ansatz fu¨r ∆; der gema¨ß
Gl. (4.41′) Werte fu¨r ω2S,λ induziert. Mit diesen Oszillatorparameter wird wiederholt Schritt
Eins′, das heißt sukzessive bestimmt Aλ, N2S,λ, und f2S,λ. Vergleich von f2S,L, f2S,T sugge-
riert eine Modifikation von ∆. Mit den korrespondierenden ω2S,λ wird wieder durchgefu¨hrt
Schritt Eins′. Und so weiter. Resultat dieser Iteration von Hand ist ein Wert ∆(Q2≡0),
der garantiert neben Identita¨t von f2S,L, f2S,T die Forderungen von Orthogonalita¨t und
Normiertheit der Lichtkegelwellefunktionen |1S〉, |2S〉 fu¨r feste Polarisation.
Dieses Iterationsverfahren ist durchzufu¨hren fu¨r sa¨mtliche Werte von Q2 in dem Inter-
vall von 0 bis Q20=1.05 GeV
2, in dem die Forderungen u¨ber die effektive Quarkmasse meff
in nichttrivialer Weise abha¨ngen von Q2. Dieses Vorgehen ist offensichtlich sehr aufwen-
dig. Prinzipiell kann es formalisiert und automatisiert werden, etwa auf Basis des Newton-
schen Approximationsverfahrens zur Bestimmung von Fixpunkten impliziter Funktionen.
Dieses legen wir zugrunde der Berechnung des 1S-Oszillatorparameters fu¨r transversale Po-
larisation: ω1S,T in Schritt Null; vgl. explizit Anh. G.2.1, die Gln. (G.40), (G.41). Auf-
grund der Komplexita¨t der Gleichungen zur Bestimmung von ∆(Q2) ist dies in diesem Fall
nicht praktikabel; wir verweisen auf Anh. G.2.1, die Gln. (G.51), (G.51′), (G.52), (G.52′)
und (G.53), (G.53′). Wir sind dazu gezwungen, ∆(Q2) zu bestimmen von Hand.
In Abbildung 4.7 stellt die schwarze (durchgezogene) Kurve graphisch dar das Resul-
tat fu¨r ∆ als Funktion von Q2. Zum einen ist die Bestimmung von ∆(Q2) sehr aufwen-
dig. Zum anderen determiniert ∆(Q2) gema¨ß Gl. (4.41′) eindeutig die Oszillatorparame-
ter ω2S,L, ω2S,T . Diese sind – als Schritt Eins
′ – fundamentaler Ausgangspunkt der sukzes-
siven Bestimmung der ParameterAλ,N2S,λ, und f2S,λ. Neben den 1S-Oszillatorparametern,
insbesondere ω1S,T (Q
2) ist daher die Funktion ∆(Q2) von zentraler Bedeutung, so daß wir
explizite Zahlenwerte in ausreichender Genauigkeit und fu¨r das gesamte relevante Intervall
von Q2 hinzufu¨gen der Tabelle G.1 auf Seite 313.
Aus ∆(Q2) folgen unmittelbar die 2S-Oszillatorparameter ω2S,λ. Nach Gl. (4.41
′) indu-
ziert ihre Abha¨ngigkeit von Q2 eine Q2-Abha¨ngigkeit des longitudinalen 2S-Oszillatorpara-
meters ω2S,L gegenu¨ber dem konstanten 1S-Parameter ω1S,L – und modifiziert ihre Abha¨ng-
igkeit die Q2-Abha¨ngigkeit des transversalen 2S-Oszillatorparameters ω2S,T , die herru¨hrt
von dem 1S-Parameter ω1S,T . Konsequenz des Fixierungsverfahrens ist daher die nicht-
triviale Abha¨ngigkeit von Q2 fu¨r Werte unterhalb Q20 = 1.05 GeV
2 beider Polarisationen
aufgrund Schritt Zwei und sa¨mtlicher 2S-Parameter aufgrund Schritt Eins′.
Die ParameterAλ,N2S,λ und die Kopplung f2S≡f2S,L≡f2S,T folgen aus ω2S,λ sukzessive
durch Schritt Eins′. Zahlenwerte fu¨r Q2≡0 sind angegeben im unteren Teil von Tabelle 4.1.
Die Abha¨ngigkeit vonQ2 der Kopplung f2S ist graphisch dargestellt in Abbildung 4.8, die der
Parameter ω2S,λ, N2S,λ, Aλ fu¨r longitudinale Polarisation in Abbildung 4.9, fu¨r transversale
Polarisation in Abbildungen 4.10: Wir verweisen auf die schwarzen durchgezogenen Kurven
und betrachten die entsprechenden Parameter, die resultieren aus dem geschilderten Verfah-
ren auf Basis von ω1S,λ, ∆(Q
2), vgl. Tabl. G.1 auf Seite 313, als Referenz-Parametersatz. Wir
fassen zusammen, daß er charakterisiert: Lichtkegelwellenfunktionen |1S〉, |2S〉, die fu¨r je-
des Q2 normiert sind, orthogonal aufeinander stehen und eine fu¨r longitudinale und trans-
versale Polarisation identische Kopplungen f2S ≡ f2S,L ≡ f2S,T an den elektromagnetischen
Strom generieren. Dabei ist die relative Verru¨ckung der 2S- von den 1S-Oszillatorparameter
minimal und identisch.
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Abbildung 4.7: Verhalten mit Q2 der Parameter ∆a.o., ∆. Diese bestimmen die Verru¨ckung
der Oszillatorparameter ω2S,λ relativ zu ω1S,λ in der Weise, daß garantiert ist Identita¨t der
Kopplungen f2S,L, f2S,T bei minimaler und identischer relativen Verru¨ckung. Graue Kurve
fu¨r approximierte, schwarze fu¨r exakte Orthogonalita¨t von |2S〉 auf |1S〉, vgl. Text.
Im oberen Teil von Tabelle 4.1 sind angegeben Zahlenwerte, die abweichen von denen des
Referenz-Satzes; in den Abbildungen 4.7-4.10 sind neben den schwarzen durchgezogenen
Kurven weitere Kurven aufgetragen. In den folgenden zwei Bemerkungen diskutieren wir
die argumentative Basis, auf der diese Zahlenwerte und Kurven stehen, und vergleichen sie
kritisch mit denen des Referenz-Satzes.
Bemerkung Eins. In Anhang G.2, vgl. die Seiten 306ff. und 310ff., ist geschildert,
daß wir Relationen, die eingehen in die dargestellte Fixierung der 2S-Parameter, analytisch
hergeleitet haben erst nach Vero¨ffentlichung von Ref. [125]. Im Zuge ihrer numerischen
Approximation wurde dort eine Na¨herung angenommen, die dazu fu¨hrt, daß die Lichtkegel-
wellenfunktion |2S〉 nur approximativ, nicht exakt orthogonal ist auf |1S〉. Die Na¨herung
bezieht sich allein auf Orthogonalita¨t, nicht auf Normiertheit und Reproduktion der Kopp-
lung; daher ist unmittelbar affektiert nur Aλ. Sie ist sensitiver auf eine nichtverschwindende
Quarkmasse, so daß sie zu deutlicheren Effekten fu¨hren sollte fu¨r transversale Polarisati-
on und kleinen Q2. Aufgrund des dargestellten Verfahrens zur sukzessiven Bestimmung
der Parameter – Iteration von Schritt Zwei und Schritt Eins′ – werden mittelbar affektiert
sa¨mtliche Gro¨ßen: ω2S,λ, N2S,λ, Aλ und f2S,λ, ungeachtet der Polarisation.
In Tabelle 4.1 sind angegeben die expliziten Zahlenwerte fu¨r Q2≡0. Wir finden, vgl. oben
und unten, die beiden rechten Spalten, daß die numerische Diskrepanz bereits vollsta¨ndig
verschwindet in der Genauigkeit, die angegeben war in Ref. [125]; so betra¨gt fu¨r f2S der
Zahlenwert −0.137 23 gegenu¨ber −0.137 78 im Referenz-Satz. – Ausgenommen der transver-
sale Parameter AT : fu¨r diesen folgt −0.328 gegenu¨ber −0.291. Die Diskrepanz betra¨gt bis
zu 12% und ist damit zuna¨chst signifikant, vgl. die untere Abbildung in 4.10: Die Kurve in
langen Strichen ist zu vergleichen mit der Kurve in kurzen Strichen, die korrespondiiert mit
dem Referenz-Satz. Wir werden diesen Punkt ausfu¨hrlich diskutieren.
Der Parametersatz von Ref. [125] ist in den Abbildungen 4.8-4.10 konsequent dargestellt
durch die Kurven in langen Strichen. Wir verglichen hier mit den Kurven in kurzen Strichen,
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Abbildung 4.8: Verhalten mit Q2 der Kopplungen f2S,λ. Lang gestrichelt: Die approxi-
mativ orthogonale Parametrisierung von Ref. [125]; die Oszillatorparameter ω2S,λ werden
fu¨r Q2 ≡ 0 minimal in der Weise verru¨ckt von ω1S,λ, daß die Kopplungen f2S,λ identisch
sind, und eingefroren auf diese Werte ω2S,λ(Q
2≡0). Fu¨r nichtverschwindende Q2 ist Iden-
tita¨t von f2S,L, f2S,T nicht mehr erfu¨llt, da die transversalen Relationen u¨ber meff abha¨ngen
von Q2, vgl. Schritt Eins′. Kurz gestrichelt: analog fu¨r exakte Orthogonalita¨t. Die durch-
gezogenen Kurven zeigen den Effekt, wenn die ω2S,λ – abha¨ngig von Q
2 – so verschoben
werden, daß Identita¨t der Kopplungen fu¨r jedes Q2 garantiert ist: grau approximative,
schwarz exakte Orthogonalita¨t auf Basis von ∆a.o.(Q2) beziehungsweise ∆(Q2).
statt mit den schwarzen durchgezogenen Linien – die konsequent darstellen den Referenz-
Parametersatz – aus dem Grund der folgenden Bemerkung.
Bemerkung Zwei. Das Iterationsverfahren zur Bestimmung der Funktion ∆(Q2) ist
sehr aufwendig und muß von Hand durchgefu¨hrt werden. Bereits dies ist in praktikablem
Rahmen erst mo¨glich, seit wir sa¨mtliche Relationen, die entsprechen den Forderungen von
Orthonormalita¨t und Reproduktion der Kopplung an denn elektromagnetischen Strom, ana-
lytisch hergeleitet haben. Zum Zeitpunkt unserer Vero¨ffentlichung Ref. [125] war dies noch
nicht der Fall. Dort wird ∆ bestimmt fu¨r Q2 ≡ 0 und die Oszillatorparameter ω2S,λ ent-
sprechend verru¨ckt von den Werten ω1S,λ. Statt das Verfahren durchzufu¨hren fu¨r sa¨mtliche
Werte von Q2 im Intervall nichttrivialer Abha¨ngigkeit: Q2<Q20=1.05 GeV, werden die Os-
zillatorparameter eingefroren auf diese Werte ω2S,λ(Q
2≡0) fu¨r nichtverschwindende Q2. Die
Oszillatorparameter ω2S,λ sind von Hand konstant gesetzt, vgl. die Abbn. 4.9, 4.10; mit
diesen konstanten Zahlenwerten wird fu¨r jedes Q2 wieder Schritt Eins′ durchgefu¨hrt, das
heißt sukzessive bestimmt Aλ, N2S,λ, f2S,λ. Konsequenz ist, daß fu¨r feste Polarisation die
Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 normiert ist und [approximativ]4.14 orthogonal steht auf |1S〉
fu¨r jedes Q2, identische Kopplungen f2S,L, f2S,T liefert aber nur fu¨r Q
2≡0.
Mit Kenntnis aller Relationen analytisch ist das Iterationsverfahren zur Bestimmung
der Verru¨ckung ∆ praktikabler, obwohl es weiterhin von Hand durchgefu¨hrt werden muß.
Dies setzt uns dennoch in die Lage, analog zu ∆(Q2) die Funktion ∆a.o.(Q2) zu bestimmen.
Dabei stehe der Index fu¨r
”
approximativ orthogonal“ und bestimme ∆a.o. in vollsta¨ndiger
Analogie zu ∆ die Verru¨ckung von ω2S,λ relativ zu ω1S,λ – impliziere aber dieselbe Na¨herung,
die gemacht ist in Ref. [125] und die fu¨hrt auf bezu¨glich |1S〉 nur approximativ orthogonale
4.14im Sinne von Bemerkung Eins
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Abbildung 4.9: Verhalten mit Q2 der 2S-Parameter ω2S,L, N2S,L, AL fu¨r longitudinale Po-
larisation, λ≡L. Gestrichelte und durchgezogene Kurven entsprechend Abbildung 4.8 und
Text. Die Q2-Abha¨ngigkeit der longitudinalen Parameter ist induziert durch die Forderung
von Identita¨t der Kopplungen f2S,L, f2S,T fu¨r jedes Q
2; sie ist insgesamt nur sehr schwach.
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Abbildung 4.10: Verhalten mit Q2 der 2S-Parameter ω2S,T , N2S,T , AT fu¨r transversale Pola-
risation, λ≡T . Kurven entsprechend Abbildung 4.8 und Text. Die relative Abweichung fu¨r
approximative Orthogonalita¨t bezogen auf exakte ist gezeigt in den kleinen Abbildungen:
Fu¨r N2S,T ist sie < 0.12% und < 0.05% fu¨r Identita¨t der Kopplungen nur fu¨r Q2≡ 0 bzw.
fu¨r alle Q2 [volle Linie], also irrelevant; fu¨r AT betra¨gt sie in beiden Fa¨llen bis zu 12%.
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Lichtkegelwellenfunktionen |2S〉. In Abbildung 4.7 ist als graue (durchgezogene) Kurve die
Funktion ∆a.o.(Q2) aufgetragen in Gegenu¨berstellung mit ∆(Q2).
Die Kurven der Abbildungen 4.8-4.10 beziehen sich konsequent auf Lichtkegelwellenfunktio-
ne |1S〉, |2S〉, die folgendermaßen charakterisiert sind:
◦ durchgezogen schwarz, Referenz-Parametersatz: Orthogonalita¨t, Normiertheit, Iden-
tita¨t der Kopplungen f2S,L, f2S,T fu¨r sa¨mtliche Q
2
◦ durchgezogen grau: approximative Orthogonalita¨t4.14, Normiertheit, Identita¨t der
Kopplungen f2S,L, f2S,T fu¨r sa¨mtliche Q
2
◦ kurze Striche: Orthogonalita¨t, Normiertheit fu¨r sa¨mtliche Q2; Identita¨t der Kopplun-
gen f2S,L, f2S,T nur fu¨r Q
2≡04.15
◦ lange Striche, Ref. [125]: approximative Orthogonalita¨t4.14; Identita¨t der Kopplun-
gen f2S,L, f2S,T nur fu¨r Q
2≡04.15
Zu Aussagen bezu¨glich approximativer versus exakter Orthogonalita¨t von |2S〉 auf |1S〉 im
Sinne von Bemerkung Eins gelangen wir durch Vergleich der gestrichelten beziehungsweise
durchgezogenen Kurven. Zu Aussagen bezu¨glich Identita¨t der Kopplungen f2S,L, f2S,T fu¨r
sa¨mtliche Q2 versus nur fu¨r Q2 ≡ 0 im Sinne von Bemerkung Zwei durch Vergleich der
durchgezogenen grauen Kurve mit der in langen Strichen beziehungsweise durch Vergleich
der durchgezogenen schwarzen Kurve mit der in kurzen Strichen.
Auf dieser Basis betrachten wir Abbildung 4.7. Die relativen Verru¨ckungen ∆a.o., ∆ der
Oszillatorparameter ω2S,λ von ω1S,λ steigen monoton an mit Q
2 und variieren im Bereich von
zehn bis elf Prozent. Dabei ist fu¨r approximative Orthogonalita¨t die Verru¨ckunfg zuna¨chst
gro¨ßer, gleicht sich aber fu¨r gro¨ßereQ2 der an fu¨r exakte Orthogonalita¨t. Die Kurven flachen
ab, das heißt, wie erwartet, wird der Effekt kleiner fu¨r kleinere Quarkmasse.
Dies wird noch deutlicher im Verhalten der Kopplungen in Abbildung 4.8: Die durchge-
zogenen Kurven sind nicht unterscheidbar fu¨r Q2≥ 1 GeV2. Wenn die Oszillatorparameter
nicht angepaßt werden fu¨r jedes Q2, sondern eingefroren sind auf die Werte fu¨r Q2 ≡ 0,
gestrichelte Kurven, ist f2S,L konstant und steigt f2S,T an mit Q
2 aufgrund dessen, daß die
Schritt Eins′ zugrundeliegenden Relationen unabha¨ngig sind von meff(Q
2) beziehungsweise
davon abha¨ngen. Die Aufspaltung von f2S,T relativ zu f2S,L fu¨r gro¨ßere Q
2 ist weniger
stark fu¨r approximative als fu¨r exakte Orthogonalita¨t, steigt aber an fu¨r steigendes Q2 auf-
grund des Anstiegs von ∆a.o.(Q2) wie auch von ∆(Q2). Die Aufspaltung wird flacher fu¨r
gro¨ßere Q2 parallel zum Verlauf von ∆a.o., ∆. Absolut gesehen, bezieht sich die Varianz
der Kopplungen auf einen Bereich, der nur klein ist. Auf Niveau von Streuquerschnitten
erwarten wir daher keinen signifikanten Effekt, der herru¨hrt von der absoluten Gro¨ße der
Kopplung. Fu¨r Photoproduktion, Q2≡ 0 ist exakte Identita¨t der Kopplungen f2S,L, f2S,T
gegeben; die Diskrepanz zwischen approximativer und exakter Orthogonalita¨t, −0.137 23
gegenu¨ber −0.131 78, ist von keiner praktischen Relevanz.
Das Verhalten mit Q2 der Parameter ω2S,λ,N2S,λ, Aλ fu¨r longitudinale Polarisation λ≡L
ist dargestellt in Abbildung 4.9 und fu¨r transversale Polarisation λ≡T in Abbildung 4.10.
Die gestrichelten Kurven stellen wieder dar, die Fa¨lle – approximativer und exakter Or-
thogonalita¨t –, wenn die 2S-Oszillatorparameter ω2S,λ nicht angepaßt werden fu¨r jedes Q
2,
sondern eingefroren sind auf die Werte fu¨r Q2≡0. Ihre Konstanz in den oberen Abbildun-
gen ist daher von Hand. Da die transversalen Relationen u¨ber meff abha¨ngen von Q
2, die
longitudinalen hingegen nicht, folgt unmittelbar die Abha¨ngigkeit von Q2 der transversa-
len Parameter N2S,T , AT und die Konstanz der longitudinalen Parameter N2S,L, AL. Die
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durchgezogenen Kurven stellen wieder dar die Fa¨lle identischer Kopplungen f2S,L, f2S,T fu¨r
jedes Q2. Das Abfallen von ω2S,L(Q
2) gegenu¨ber dem Wert bei Q2 ≡ 0 und das entspre-
chende Ansteigen von ω2S,T (Q
2) betra¨gt kaum mehr als ein Prozent. Der Effekt ist noch
deutlich kleiner bei den Parametern N2S,λ, Aλ: durchgezogene versus entsprechende gestri-
chelte Kurve. Die absolute Skala der Ordinate ist generell nur sehr klein fu¨r N2S,L, AL,
beziehungsweise die Kurven nur kaum unterscheidbar fu¨r N2S,T , AT . Insofern sollten die
Effekte auf Niveau der Streuquerschnitte nicht von Relevanz sein.
Ausnahme ist der Parameter AT ; er zeigt fu¨r approximative Orthogonalita¨t bezogen auf
exakte eine Abweichung bis zu 12% fu¨r kleine Werte von Q2. Er parametrisiert die Position
des Knotens der longitudinalen Anregungsmode fu¨r transversale Polarisation. Observable,
die sensitiv sind auf die Position dieses Knotens, sollten abha¨ngen von approximativer ver-
sus exakter Orthogonalita¨t. Dies aber ist zu sehen in Zusammenhang mit dem generellen
Modell-Charakter der 2S-Wellenfunktion: Die Konstruktion der Knoten geschieht im Sinne
einer Modellierung und soll heranfu¨hren an ein Versta¨ndnis von Effekten, die bestimmt sind
durch Beitra¨ge
”
rechts und links des Knotens“, die im Falle eines Nulldurchgangs auftreten
mit entgegengesetztem Vorzeichen und so fu¨hren ko¨nnen zu signifikanten Ku¨rzungen. Sie
geschieht nicht im Sinne eines definitiven Postulats der Position der Knoten.
Diesen Punkt ausgeklammert in diesem Sinne, erwarten wir nur marginale numerische
Diskrepanz auf Niveau von Streuquerschnitten. Wir werden daher im folgenden die Abbil-
dungen unserer Vero¨ffentlichung, Ref. [125], – die basieren auf Tabelle 4.6 oben und den
Kurven in langen Strichen – unvera¨ndert u¨bernehmen, sie jedoch diskutieren auch in Hin-
blick auf Unterschiede, die zu erwarten sind auf Basis des Referenz-Parametersatzes.
Dieser ist der konsequenteste im theoretischen Sinne, wir schlagen ihn vor fu¨r zuku¨nftige
Untersuchungen. Vgl. diesbzgl.: Tabl. 4.6 unten, die durchgezogenen schwarzen Kurven in
den Abbn. 4.7-4.10 und Tabl. G.1 auf Seite 313 zu seiner numerischen Reproduktion.
4.2.4 Charakteristik der physikalischen ρ-, ρ′-, ρ′′-Zusta¨nde
Das Grundzustand-Vektormeson ρ [≡ρ(770)] wird entsprechend Gl. (4.31) identifiziert mit
dem 1S-Zustand und repra¨sentiert durch die Lichtkegelwellenfunktion |1S〉. Die angereg-
ten Vektormesonen ρ′, ρ′′ [≡ ρ(1450), ρ(1700)] sind entsprechend den Gln. (4.31′), (4.31′′)
verknu¨pft mit dem nichtphysikalischen 2S-Zustand u¨ber den Mischungswinkel Θ und in ela-
stischer Photo- und Leptoproduktion im wesentlichen repra¨sentiert entsprechend durch |2S〉.
Sei durch BV→f ≡ΓV→f/ΓtotV das Verzweigungsverha¨ltnis bezeichnet fu¨r den Zerfall des
Vektormesons V in den Zustand f ; wir definieren Gro¨ßen XV,i fu¨r V ≡ρ, ρ′, ρ′′ wie folgt:
X1 = Be+e− · Bπ+π− (4.42)
X2 = B2π+2π− / Bπ+π− (4.42
′)
X3 = Bπ+π− + B2π+2π− (4.42
′′)
Sei der Index V fu¨r das Vektormeson auch im folgenden unterdru¨ckt, wenn er folgt aus dem
Zusammenhang.
Der Mischungswinkel Θ wird definiert durch den Zusammenhang der physikalischen
Zusta¨nde |ρ(1450)〉, |ρ(1700)〉 mit |2S〉, vgl. die Gln. (4.31′), (4.31′′). Er kann ausgedru¨ckt
werden durch MV , Γ
tot
V und die Gro¨ßen XV,i fu¨r V ≡ρ′, ρ′′:
tan2Θ = Mρ′Γ
tot
ρ′ xρ′
/
Mρ′′Γ
tot
ρ′′ xρ′′ mit xV ≡ XV,1(1+XV,2)
/
XV,3 (4.43)
vgl. Anhang G.3.3, Gl. (G.79).
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Charakteristik der 1+(1−−)-Vektormesonen ρ(770), ρ(1450), ρ(1700)
ρ ρ′ ρ′′
≡ρ(770) ≡ρ(1450) ≡ρ(1700)
MV [MeV] 769.3±0.8 1465±25 1700±20
ΓtotV [MeV] 150.9±3.0 310±60 235±50
Γe
+e−
V [keV] 6.77±0.32 1.63 1.07
fV [GeV] 0.152 6 − 0.103 +0.090 3
XV,1 4.48×10−5 5.2×10−7 6.0×10−7
XV,2 0 12.5 55/6∼=9.17
XV,3 1 0.8 0.8
BV→π+π−a 1 8/135∼= .0593 24/305∼= .0787
BV→2π+2π−a 0 20/27∼= .741 44/61∼= .721
Tabelle 4.2: Charakteristik der Vektormesonen ρ, ρ′, ρ′′. Die Kopplungen fV an den elek-
tromagnetischen Strom fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′ in Fettdruck folgen unmittelbar aus dem Zahlen-
wert f2S = −0.137 GeV, vgl. die Gln. (4.31′), (4.31′′), der berechnet wird auf Basis der
Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 und sich bezieht auf Q2≡ 0, vgl. Tabl. 4.1. Die Massen sind
aktualisiert auf die neueste Ausgabe der Particle Data Group, vgl. Ref. [165], die totalen
Breiten belassen als die Zahlenwerte von Ref. [55] bzw. [164]. Die Zahlenwerte fu¨r X1, X2
fu¨r ρ′, ρ′′ stammen von Donnachie, Mirzaie, vgl. Ref. [55]; sie werden dort extrahiert aus
den π+π−-, 2π+2π−-Massespektren fu¨r e+e−-Annihilation und Photoproduktion. Im Rah-
men der angegebenen Genauigkeit setzen wir Bρ→π+π− = 1 und scha¨tzen ab das Verzwei-
gungsverha¨ltnis in zwei oder vier geladene Pionen X3 fu¨r ρ
′, ρ′′ u¨bereinstimmend als 80%.
Die BV→π+π− , BV→2π+2π− fu¨r V ≡ρ′, ρ′′ sind berechnet aus den XV,2, XV,3, vgl. Fußn. a.
aEs ist Bπ+π−=X3/(1+X2) und B2π+2π−=X2X3/(1+X2) aufgrund der Gln. (4.42
′), (4.42′′).
In Tabelle 4.2 geben wir an, im Sinne einer zusammenfassenden Gegenu¨berstellung, we-
sentliche Gro¨ßen, durch die charakterisiert und angebunden sind an observable Gro¨ßen die
physikalischen Zusta¨nde ρ(770), ρ(1450), ρ(1700). Auf Basis der dort angegebenen Zahlen-
werte berechnen wir einen expliziten Zahlenwert fu¨r den Mischungswinkel Θ. Diesen Punkt,
wie auch die Diskussion der zentralen Gro¨ßen in Fettdruck: der Kopplungen fV und der
daraus berechneten elektronischen Zerfallsbreiten Γe
+e−
V fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′, stellen wir fu¨r einen
Moment zuru¨ck. Wir kommentieren zuna¨chst wie folgt die anderen Zahlenwerte.
Die MassenMV sind im Sinne von Definiertheit aktualisiert auf die Zahlenwerte der neue-
sten Ausgabe der Particle Data Group, vgl. Ref. [165]; Diskrepanz zu Ref. [125] bzw. [164]
besteht nur fu¨r Mρ(770), der Unterschied ist nicht relevant. Fu¨r V ≡ρ werden Zahlenwerte
fu¨r XV,i bestimmt auf Basis der Particle Data Group, Ref. [165]: Zerfall des ρ(770) in die
Pion-Endzusta¨nde f≡π+π−, 2π+2π− wird in Ref [165] angegeben als ∼ 100% beziehungs-
weise (1.8±0.9)×10−5%, so daß wir in der betrachteten Genauigkeit die Verzweigungs-
verha¨ltnisse gleich Eins und Null setzen: Bρ→π+π− =1 und Bρ→2π+2π− =0. X2, X3 folgen
so unmittelbar, X1 aus der elektronischen und totalen Zerfallsbreite. Fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′ geben
Donnachie, Mirzaie in Ref. [55] Zahlenwerte an fu¨r XV,1, XV,2, die sie extrahieren aus den
experimentellen π+π−- und 2π+2π−-Massespektren im Rho-Kanal [IG(JPC) = 1+(1−−),
vgl. Fußn. 3.16 auf Seite 132] fu¨r Elektron-Positron-Annihilation und fu¨r Photoproduktion
elastisch am Proton. Die totalen Zerfallsbreiten ΓtotV fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′ sind aus Gru¨nden der
Konsistenz belassen als deren Werte, vgl. ebenda, die u¨bernommen sind in Ref. [164]; Un-
terschied zu der neuesten Ausgabe der Particle Data Group besteht nur fu¨r Γtotρ(1700) und ist
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von keiner Relevanz. Die Gro¨ße XV,2 fu¨r V ≡ρ′, ρ′′, das heißt die Summe der Verzweigungs-
verha¨ltnisse in zwei oder vier geladene Pionen, scha¨tzen wir ab auf Basis der Particle Data
Group fu¨r beide Anregungen u¨bereinstimmend als 80%. Fu¨r Vollsta¨ndigkeit sind in den
letzten Zeilen von Tabelle 4.2 festgehalten die Verzweigungsverha¨ltnisse Bπ+π− , B2π+2π− ,
wie sie folgen aus den Zahlenwerten fu¨r X2, X3.
Wir wenden uns zu der Diskussion der Gro¨ßen in Fettdruck: den Kopplungen an den
elektromagnetischen Strom fρ(1450), fρ(1700) und den daraus berechneten, vgl. Gl. (G.67,)
elektronischen Zerfallsbreiten Γe
+e−
ρ(1450), Γ
e+e−
ρ(1700). Die Kopplungen folgen aus f2S aufgrund
des Ansatzes fu¨r den Zusammenhang der Zusta¨nde ρ(1450), ρ(1700) mit dem unphysika-
lischen 2S-Vektormeson, vgl. die Gln. (4.31′), (4.31′′). Zugrundegelegt ist der explizite
Zahlenwert f2S = −0.137 GeV, der berechnet wird auf Basis der Lichtkegelwellenfunkti-
on |2S〉 und sich bezieht auf Q2 ≡ 0, vgl. Tabl. 4.1. Dabei ist die Kopplung fV ge-
nerell festgelegt bis auf eine komplexe Phase, diese ist zuna¨chst Konvention: Der An-
satz unserer 1S-Lichtkegelwellenfunktion ist gewa¨hlt als positiv am Ursprung, unsere 2S-
Lichtkegelwellenfunktion entsprechende negativ. Proportionalita¨t von fV zu der Wellenfunk-
tion fu¨r verschwindender Separation des Quark-Antiquark-Paares induziert daher fu¨r f1S po-
sitives, fu¨r f2S negatives Vorseichen. Diese Vorzeichen werden physikalisch durch folgende
U¨berlegung. Lepton-Antilepton-Annihilation in einen Zustand V ist in gleicher Weise domi-
niert durch das Verhalten der Wellenfunktion von V fu¨r kleine Separation. Das experimentell
beobachtete destruktive Interferenzmuster im π+π−-Massespektrums fu¨r Elektron-Positron-
Annihilation im Bereich einer invarianten Masse des Pion-Endzustands von M∼=1.6 GeV,
vgl. Abb. 4.4 auf Seite 161, bestimmt daher die relativen Vorzeichen der Kopplungen fV ,
V ≡ρ, ρ′, ρ′′, zu [+,−,+]. Mit der Konvention der Kopplung fρ(770) = f1S als positiv
und der Kopplung f2S als negativ, ist die Forderung, daß fρ(1450)=cosΘ f2S negativ und
fρ(1700)=− sinΘ f2S positiv sind, genau dann erfu¨llt, wenn der Mischungswinkel Θ gewa¨hlt
wird im ersten Quadranten. Damit folgt unmittelbar:
Θ = 0.229 π = 41.2 ◦ (4.44)
vgl. Gl. (4.43) auf Basis der Zahlenwerte von Tabl. 4.2.
Abschließend die folgende generelle Bemerkung betreffend unseren Ansatz fu¨r die Zusta¨n-
de ρ(1450), ρ(1700) als Mischung einer 2S-Komponente und eines Restes, der nur in ho¨her-
er Ordnung an den elektromagnetischen Strom koppelt, etwa eine 2D- und/oder Hybrid-
Komponenete; vgl. die Gln. (4.31′), (4.31′): Clegg, Donnachie finden in Ref. [39], vgl. auch
Ref. [55], in einer Analyse der 2π+2π−-Massespektren fu¨r e+e−-Annihilation [und diffrakti-
ve Photoproduktion], wichtige Verzweigung der produzierten Rho-Zusta¨nde [1+(1−−), vgl.
Fußn. 3.16 auf Seite 132] in π a1, mit π ≡ π0, 1−(0−+) und a1 ≡ a1(1260), 1−(1++). Clo-
se, Page diskutieren gluonische Anregungen von Mesonen: Hybride, in einem Modell, das
basiert auf dem Aufbrechen chromo-elektrischer gluonischer Strings in einer Harmonischen-
Oszillator-Approximation, vgl. die Refn. [40, 41, 162]. Sie postulieren fu¨r den niedrigst-
liegenden Hybrid-Zustand mit den Quantenzahlen des ρ(770): 1+(1−−), als dominanten
Zerfallskanal π a1 u¨ber eine S-Partialwelle mit einer Breite von etwa 150 MeV. Demge-
genu¨ber unterdru¨ckt sei der Kanal π h1, mit h1 ≡ h1(1170), 0−(1+−). Dazu in Kontrast
pra¨feriere der Zerfall eines 2D- oder 2S-Zustands den Zerfall in π h1 gegenu¨ber dem in π a1.
Der große π a1-Beitrag, den Clegg, Donnachie konstatieren, ist daher starkes Indiz, daß in
der Wellenfunktion des ρ(1450) zum einen zumindest eine Hybrid-Komponente anwesend
sein sollte. Close, Page stellen weiter fest – auf Basis der Analyse von Clegg, Donnachie –
daß zum anderen, aufgrund des nichtverschwindenden ππ-Kanals, auch eine radial ange-
4.3 Diffraktive Streuquerschnitte: Numerische Analyse 179
regte Komponente im ρ(1450) anwesend sein ko¨nnte. Diese 2S-Komponente ko¨nnte dann
sowohl den beobachteten πω-Beitrag erkla¨ren, ω≡ω(782), 0−(1−−), wie auch die Verschie-
bung des physikalischen ρ(1450)-(Eigen)Zustands hin zu dem niedrigeren Massewert relativ
zu ρ(1700). Eine analoge Analyse der Zerfallskana¨le des ρ(1700) fordert nicht streng eine
Hybrid-Beimischung, la¨ßt eine solche aber zu. Vgl. auch Ref. [59].
4.3 Diffraktive Streuquerschnitte: Numerische Analyse
Im vorangehenden Kapitel 3 wurde diskutiert Leptoproduktion elastisch am Proton der
Grundzustand-Vektormesonen ρ(770), ω(782), φ(1020) und J/ψ(3097). Vor dem Hinter-
grund der effektiven Quarkmasse, wie diskutiert in 4.1 beha¨lt diese Analyse ihre vollsta¨ndige
Gu¨ltigkeit fu¨r Q2 gro¨ßer als Q2u/d,0=1.05 GeV
2 fu¨r ρ, ω und fu¨r Q2 gro¨ßer als Q2s,0=1.6 GeV
2
fu¨r φ. Die von Q2 abha¨ngende Quarkmasse mf,eff figuriert im Sinne von Mimikry von chi-
rale Symmetriebrechung und Confinement der Gestalt, daß Colour-Dipole beschra¨nkt sind
auf transversale Ausdehnungen von der Gro¨ßenordnung dieser Skalen, ∼ 1/mf,eff(Q2). Die
laufende Quarkmasse der schweren Flavour beschra¨nkt von vornherein auf kleinere Ausdeh-
nungen; die grosse Masse des Charm-Quarks beschra¨nkt auf Ausdehnungen ∼ 1/mc und
garantiert effektiiv Gu¨ltigkeit der Analyse fu¨r J/ψ bis hinunter zu kleinsten Q2 und fu¨r Pho-
toproduktion.
Die Analyse dort geschieht im Rahmen des Modells des Stochastischen Vakuums (MSV),
das ausfu¨hrlich vorgestellt und diskutiert ist in Kapitel 1 bezu¨glich seiner Konstruktion und
Annahmen, in Kapitel 2 bezu¨glich seiner formalen Anwendung auf diffraktive Hochenergie-
streuung und in Kapitel 3 bezu¨glich seiner expliziten Anwendung auf die genannte Klasse
von Reaktionen.
Ein wesentliches Charakteristikum des MSV ist, daß es erkla¨rt als Konsequenz dessel-
ben Mechanismus nichtpreturbative Pha¨nomene der Nieder- und Hochenergiephysik. Wir
bezeichnen diesen Mechanismus als Strin-String-Mechanismus in dem Sinne, als er zu inter-
pretieren ist als das Ausbilden und Wechselwirken gluonischer Strings zwischen den Quark-
konstituenten hadronischer Zusta¨nde. Er ist in gleichem Maße verantwortlich fu¨r Confine-
ment von statischen Colour-Ladungen zu Colour-Singuletts und die Wechselwirkung schnell
bewegter Colour-Dipole in diffraktiver Streuung.
Diese in diesem Sinne nichtperturbative Wechselwirkung auf Quark-Gluon-Niveau ist
formal subsumiert in der Funktion T˜ℓℓ, die mit der T -Amplitude fu¨r die Streuung zwei-
er Wegner-Wilson-Loops oder Colour-Dipole zusammenha¨ngt durch Fourier-Transformation
bezu¨glich des Impaktvektors b der Dipole. Fu¨r große invariante Schwerpunktenergie
√
s und
kleinem invariantem Impulstransfer
√− t= |τ|, bis auf Korrekturen ∼ s−2, vgl. Gl. (3.5), ist
die T -Amplitude fu¨r Hadron-Hadron-Streuung Thh – konkret fu¨r Photo-/Leptoproduktion
γ(∗) des Vektormesons V elastisch am Proton p gegeben durch die Gln. (3.50), (3.51):
Thh =
∫
dzd2r
4π
[
ψ
†
V ψγ
]
(z, r) Tℓp(z, r; |τ|) (4.45)
Tℓp(z, r; |τ|) (4.46)
= 2π
∫ ∞
0
b db J0(|τ| b)
∫
dz−d
2r−
4π
∣∣ψp(z−, r−)∣∣2 T˜ℓℓ(z, r; z−, r−;b)
mit Tℓp der T -Amplitude fu¨r die Thh-inha¨rente Streuung des Dipols {z, r} am Proton.4.16
Dabei ist Tℓp u¨ber T˜ℓℓ MSV-spezifisch aber Photo-/Leptoproduktion-nichtspezifisch.
4.16Die Proton-Wellenfunktion ψp, die den Dipols {z−, r−} verteilt, wird angesetzt wie in Gl. (3.52).
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Die Produktions-Amplitude Thh ≡ T [γ(∗)p → V p] ist wesentlich bestimmt durch den
U¨berlapp der Lichtkegelwellenfunktionen, der nicht abha¨ngt vom Azimut von r. Es gilt fu¨r
Amplitude und differentiellen Wirkungsquerschnitt:
Tλ[γ
(∗)p→V p] =
∫ 1/2
0
dz
∫ ∞
0
rdr
[
ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)
]
(z, r) T ′ℓp(z, r, |τ|) (4.47)
dσλ[γ
(∗)p→V p]/dt = 1/(16π s2) · ∣∣Tλ[γ(∗)p→V p]∣∣2 (4.48)
fu¨r Polarisationen λ≡L, T ,4.17 vgl. die Gl. (3.72), (4.2). Dabei ist T ′ℓp gegenu¨ber Tℓp gemit-
telt u¨ber sa¨mtliche azimutalen Orientierungen des Dipols {z, r}, der streut an dem festen
Proton-Target; vgl. die Definition in Gl. (3.55) und unten in Gl. (4.50).
Die T -Amplitude fu¨r Photo- und Leptoproduktion nach Gl. (4.47), und damit Gl. (4.48),
ist im kinematischen Bereich großer
√
s und kleiner
√−t, in ihrer Gu¨ltigkeit allein beschra¨nkt
durch die Gu¨ltigkeit der zugrundegelegten Lichtkegelwellenfunktionen ψγ≡ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r)
und ψV ≡ψh,h¯V (λ)(z, r) fu¨r Photon beziehungsweise Vektormeson. Nach Diskussion und Kon-
struktion in den vorangehenden Abschnitten 4.1 und 4.2 verfu¨gen wir in diesem Kapitel u¨ber
eine explizite Parametrisierung der Photon-Lichtkegelwellenfunktion fu¨r beliebig kleines bis
verschwindendes Q2 und u¨ber explizite Parametrisierungen nichtperturbativer Lichtkegel-
wellenfunktionen in demselben Sinne fu¨r das Systems ρ(770), ρ(1450), ρ(1700) der niedrigst-
liegenden 1+(1−−)-Rho-Mesonen. Auf dieser Basis dehnen wir zum einen die Analyse
von ρ(770) im vorangehenden Kapitel 3 aus auf Q2 unterhalb der Skala Q2u/d,0=1.05 GeV
2
auf den Q2-Bereich 0−20 GeV2 und diskutieren zum anderen neu in diesem Bereich die
ho¨heren Zusta¨nde ρ(1450), ρ(1700).
Dazu rekapitulieren wir zuna¨chst kurz, in welcher Weise die Wellenfunktionen bezie-
hungsweise deren U¨berlapp Einfluß nimmt auf die Streuquerschnitte. Dies wird exempli-
fiziert an der angeregten 2S-Wellenfunktion unter Betonung des Bereichs kleiner bis ver-
schwindender Q2 – das heißt wenn Dipole großer transversaler Ausdehnung involviert sind.
Diese generelle Diskussion setzt uns in die Lage zu verstehen, wie explizit die Streuquer-
schnitte generiert werden, die wir daran anschließend angeben und diskutieren.
4.3.1 Generelle Diskussion
In Abbildung 3.7 auf Seite 128 ist aufgetragen der totale Wirkungsquerschnitt σtotℓp (z, r
2) fu¨r
die Streuung eines Wegner-Wilson-Loops, das heißt Dipols {z, r}≡{z, r, θ}, gemittelt u¨ber
seine sa¨mtlichen azimutalen Orientierungen an dem festen Proton-Target. Dieser Quer-
schnitt σtotℓp ist aufgrund des optischen Theorems verknu¨pft mit der T -Amplitude T
′
ℓp in
Vorwa¨rtsrichtung und ist, da diese rein imagina¨r ist, proprotional zu der entsprechenden
Mittelung T ′ℓp von Tℓp; diese ha¨ngt weiter ab von der invarianten Schwerpunktenergie
√
s
nur kinematisch, das heißt durch den Faktor s. Formal gilt:
σtotℓp (z, r
2) =
1
s
Im T ′ℓp(z, r, |τ|≡0) (4.49)
mit T ′ℓp(z, r, |τ|) =
∫ 2π
0
dθ
2π
Tℓp(z, r, θ, |τ|) (4.50)
vgl. die Gln. (3.54), (3.55). Der totale Wirkungsquerschnitt σtotℓp subsumiert vollsta¨ndig
auf Niveau von Dipol-Proton-Streuung die nichtperturbetive MSV-spezifische Quark-Gluon-
Wechselwirkung, die basiert auf dem diskutierten String-String-Mechanismus.
4.17Bzgl. der Untredru¨ckung der Beitra¨ge mit Helizita¨tsa¨nderung λ→ la′ um zwei (und mehr) Einheiten,
vgl. die Diskussion in Anschluß an Gl. (3.69) auf Seite 135.
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Abbildung 4.11: Verhalten mit r des totalen Wirkungsquerschnitts σtotℓp der Loop(Dipol)-
Proton-Streuung fu¨r festes z=1/2. Die graue Kurve mit κ≡ 0 stellt dar den reinen nicht-
konfinierenden NC-Term, die schwarze Kurve mit κ≡0.74 den vollen physikalischen Verlauf,
der weitgehend dominiert ist durch den konfinierenden C-Term. Austausch perturbativer
Gluonen generiert einen Term von NC-Typ entsprechend der grauen Kurve.
Die Funktionen σtotℓp , T
′
ℓp ha¨ngen nur marginal ab von z, vgl. Abb. 3.7 auf Seite 128. Fu¨r
festes z [und |τ|] zeigen sie Potenzverhalten bezu¨glich der Quark-Antiquark-Separation r
des Dipols, der streut am Proton: σtotℓp , T
′
ℓp ∝ r2n mit n ≡ 1 im Limes verschwindender
Separation4.18; fu¨r z = 1/2 beginnt im Bereich r ∼> 1−2 a der Exponenet n langsam abzu-
fallen: auf typische Werte n= 0.9−0.85 fu¨r mittlere r und n∼= 0.75 fu¨r r = 2 fm [∼= 5.8 a].
Wesentliches Charakteristikum ist das stetige Ansteigen mit r der Funktionen σtotℓp , T
′
ℓp,
insbesondere, daß sie nicht absa¨ttigen. Dies ist unmittelbare Konsequenz dessen, daß in
der Wechselwirkung involviert sind – in conclusio sogar dominant involviert sind – die gluo-
nischen Strings zwischen den Quarkkonstituenten. Das stetiges Ansteigen ru¨hrt allein aus
deren nichtlokalen Wechselwirkung im C-Term [konfinierend]; es ist nicht zu erreichen durch
eine lokale Wechselwirkung in dem Sinne, daß diese nur abha¨ngt von den Parton-Absta¨nden,
wie sie repra¨sentiert der NC-Term [nicht-konfinierend].4.19 Demgegenu¨ber generieren Mo-
delle auf Basis perturbativer Quark-Gluon-Wechselwirkung, die lokal abha¨ngen von den
Parton-Absta¨nden allein, nur Terme von NC-Typ.
In Abbildung 4.11 ist fu¨r den Dipol-Proton-totalen Wirkungsquerschnitt σtotℓp gegenu¨ber-
gestellt das Verhalten auf Basis eines reinen NC-Terms dem physikalischen Verhalten mit
dominantem C-Term. Die graue Kurve, κ ≡ 0, zeigt die Absa¨ttigung des NC-Terms be-
reits fu¨r mittlere Dipolausdehnungen r, die schwarze Kurve, κ ≡ 0.74, dagegen das starke
stetige Ansteigen des physikalischen σtotℓp , das basiert auf der nichtlokalen String-String-
Wechselwirkung des dominanten C-Terms.
Zu Funktionen analog σtotℓp , T
′
ℓp gelangen Autoren auch auf Basis perturbativer Quark-
4.18analytisches Resultat
4.19Wir rekapitulieren: Das MSV konstatiert allgemein, daß Pra¨senz eines C-Terms a¨quivalent ist der Ver-
letzung der Bianchi-Identita¨t der Feldsta¨rken in Termen der partiellen Ableitung; dies ist der Fall in einer
nichtabelschen Theorie, deren Bianchi-Identita¨t sich bezieht auf die kovariante Ableitung, und explizit in
einer abelschen Theorie mit magnetischen Monopolen. Der C-Term der Quantenchromodynamik folgt aus
Gitterrechnungen, die bestimmen κ∼=0.74, als dominant. Vgl. die Diskussion der Abbn. 3.5, 3.6.
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Gluon-Wechselwirkung. Allerdings ru¨hrt etwa in den Refn. [118, 151, 152, 155] im Be-
reich r∼<2 fm nur etwa die Ha¨lfte des Streuquerschnitts aus dem Austausch zweier perturba-
tiver Gluonen – denn dei entsprechenden Funktionen σtotℓp , T
′
ℓp sa¨tiigen ab bei r
∼=1 fm –, fu¨r
die andere Ha¨lfte ist notwendig ein nichtperturbativer Dipol-Proton-Wirkungsquerschnitt,
der bestimmt ist durch Anpassung an verwandte experimentelle Querschnitte. Dies liegt im
Rahmen dessen, was wir erwarten auf Basis von Abbildung 4.11.
Zur Differenzierung unseres Zugangs von perturbativen Zuga¨ngen wie geschildert, sind
daher transversal mo¨glichst ausgedehnte Dipole in die Analyse zu involvieren. Fu¨r Aus-
dehnungen r im Bereich 1−2 fm erwarten wir sich die differierenden Postulate signfikant
zu manifestieren. In unserer Analyse ist dies insbesondere fu¨r kleine Virtualita¨ten Q des
Photons in der Tat der Fall; fu¨r Photoproduktion sind sogar wesentlich involviert Dipole
mit transversalen Ausdehnungen r bis 2.5−2.8 fm. Wir diskutieren dies im folgenden.
Dazu betrachten wir zuna¨chst, wie die Streuquerschnitte fu¨r Photo-/Leptoproduktion ge-
neriert werden auf Basis von Gl. (4.47) fu¨r die T -Amplitude. Ihrzufolge sind wesentlich zwei
Gro¨ßen: zum einen die gerade diskutierte (azimutal gemittelte) Dipol-Proton-Amplitude T ′ℓp,
zum anderen der U¨berlapp der Photon-Lichtkegelwellenfunktion mit der des Vektormesons.
Beide Gro¨ßen treten in ein subtiles Wechselspiel miteinander entsprechend, wie geschildert
in Kapitel 3 fu¨r den 1S-Zustand. Der Fall des 2S-Zustands ist aber insofern komplexer,
als dessen Wellenfunktion einen Knoten besitzt, der fu¨r den U¨berlapp mit der Photon-
Wellenfunktion einen Nulldurchgang induziert. Beitra¨ge großer und kleiner Dipole treten
auf mit entgegengesetztem Vorzeichen, kompensieren und ku¨rzen einander zum Teil.
In Abbildung 4.12 ist dargestellt dieses Wechselspiel explizit. Dort ist aufgetragen zum
einen der Dipol-Proton-totale Wirkungsquerschnitt σtotℓp (z≡1/2, r) fu¨r κ≡0 versus 0.74 von
Abbildung 4.11, zum anderen fu¨r den 2S-Zustand der in Hinblick auf Gl. (4.47) wie folgt
definierte effektive U¨berlapp:[
r ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)
]
(r) =
∫ 1/2
0
dz r
[
ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)
]
(z, r) (4.51)
dies also der mit dem r des Integrationsmaßes multiplizierte und u¨ber z gemittelte U¨ber-
lapp.4.20 Der Dipol-Proton-Querschnitt σtotℓp (z, r) ist proportional T
′
ℓp(z, r, |τ| ≡ 0), vgl.
Gl. (4.49). Diese Gro¨ße genommen fu¨r z≡1/2, das heißt ihre z-Abha¨ngigkeit vernachla¨ssigt –
sie ist in Abb. 4.11 dokumentiert als nur marginal – gilt nach Gl. (4.47) fu¨r die T -Amplitude
Tλ[γ
(∗)p→V p] fu¨r Photo-/Leptoproduktion in Vorwa¨rtsrichtung approximativ :
T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→V p] ∼= i s
∫ ∞
0
dr
[
r ψV
†
(λ) ψγ(Q2,λ)
]
(r) σtotℓp (z≡1/2, r) (4.52)
So ko¨nnen wir T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→2S p] in Abbildung 4.12mit dem Auge abscha¨tzen auf Basis der
dort aufgetragenen Gro¨ßen [r ψ2S
†
(λ) ψγ(Q2,λ)](r) und σ
tot
ℓp (z≡1/2, r). Sei ausdru¨cklich betont,
daß wir an keiner Stelle unserer Arbeit mit dem approximativen Ausdruck von Gl. (4.52)
arbeiten; er diene lediglich der Diskussion von Abbildung 4.12, der wir uns hiermit zuwenden.
Zuna¨chst finden wir fu¨r den dargestellten Fall des 2S-Zustands, daß dessen effektiver
U¨berlapp mit dem Photon [r ψ2S
†
(λ) ψγ(Q2,λ)](r) [gestrichelte Kurven] noch deutlich nicht-
verschwindende Werte annimmt fu¨r Quark-Antiquark-Separationen r des streuenden Dipols,
fu¨r die sich die Dipol-Proton-Querschnitte σtotℓp (z≡1/2, r) der verschiedenen Modelle, κ≡ 0
und κ≡0.74 [durchgezogene Kurven, grau bzw. schwarz] bereits deutlich unterscheiden. Wir
testen daher in der Tat einen Bereich von Distanzen r, der signifikant differierende Postulate
fu¨r Streuquerschnitte erwarten la¨ßt gegenu¨ber rein perturbativen Modellen [grau].
4.20Die entsprechende Gro¨ße in Ref. [125] ist zusa¨tzlich dividiert durch 2π, vgl. die Ordinate in Abb. 4.12.
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Abbildung 4.12: Als Funktion von r: effektiver U¨berlapp [r ψ2S
†
(λ) ψγ(Q2,λ)](r), λ ≡ L, T ,
fu¨r Q2≡ 0, 1, 2, 10, 20 GeV2 [gestrichelt, zunehmende Strichla¨nge] und Dipol-Proton-totaler
Wirkungsquerschnitt σtotℓp |κ(z≡1/2, r), κ≡0 vs. 0.74 [durchgezogen, grau bzw. schwarz]. Die
Produktionsamplitude T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→ 2S p] in Vorwa¨rtsrichtung wird mit dem Auge abge-
scha¨tzt durch Integration u¨ber r des Produkts dieser Gro¨ßen, vgl. Gl. (4.52).
Wir finden weiter, daß fu¨r ansteigendes Q2 der effektive U¨berlapp immer mehr hin zu
kleineren Dipolen verschoben wird. Fu¨r kleine Q2 ∼< 2 GeV2 und sta¨rker fu¨r transversale
als fu¨r longitudinale Polarisation4.21 existiert ein deutlich nichtverschwindender effektiver
U¨berlapp rechts des Nulldurchgangs fu¨r große Dipole. Im Aufbau der (Vorwa¨rts)Amplitude
T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→ 2S p] wird dieser stark gewichtet gegenu¨ber dem links des Nulldurchgangs
fu¨r kleine Dipole, der entgegengesetztes Vorzeichen tra¨gt, durch den stark ansteigenden
Dipol-Proton-Querschnitt; dies in erheblich gro¨ßerem Umfang durch die physikalische Kur-
ve fu¨r κ ≡ 0.74 als durch die nichtkonfinierende fu¨r κ ≡ 0. In dieser Weise – werden wir
sehen – sind fu¨r kleine Q2 die Beitra¨ge großer Dipole in der Lage die Beitra¨ge kleiner Dipole
4.21Die Skalen der Abszissen sind nicht identisch!
184 Photo- und Leptoproduktion von ρ(770), ρ(1450) und ρ(1700)
0 0.5 1 1.5 2 2.5
0
1
2
3
4
5
(a) Longitudinal, L :
2S :
rcut [fm]
σ
V
,L
(r
c
u
t
)/ σ V
,L
(r
c
u
t
=
∞
)
Q2= 1 GeV2
Q2=2 GeV2
Q2=10
20 GeV2
0 0.5 1 1.5 2
0
0.2
0.4
0.6
0.8
1
1S :
Q2≡20, 10, 2, 1 GeV2
0 0.5 1 1.5 2 2.5 3 3.5
0
0.5
1
1.5
2
2.5
3
(b) Transversal, T :
2S :
rcut [fm]
σ
V
,T
(r
c
u
t
)/ σ V
,T
(r
c
u
t
=
∞
)
Q2=0
Q2=1 GeV2
Q2=2 GeV2
Q2=10
20 GeV2
0 0.5 1 1.5 2 2.5
0
0.2
0.4
0.6
0.8
1
1S :
Q2≡20, 10, 2, 1, 0 GeV2
Abbildung 4.13: Integrierter Wirkungsquerschnitt als Funktion des Cut-off rcut der trans-
versalen Ausdehnung der Dipole; normiert auf den vollen Wert. Klein: 1S-, groß: 2S-Pro-
duktion. Die Kurven beziehen sich auf Q2 = 0, 1, 2, 10, 20 GeV2 [zunehmende Strichla¨nge],
in (a) auf longitudinale, in (b) auf transversale Polarisation. Aufgrund des Knotens der 2S-
Wellenfunktion sind ausgedehntere Dipole von gro¨ßerer Bedeutung fu¨r kleine Q2, aufgrund
des z-Endpunkte-Beitrags fu¨r transversale mehr als fu¨r longitudinale Polarisation.
vollsta¨ndig zu ku¨rzen und das Vorzeichen von Tλ[γ
(∗)p→2S p] herumzudrehen. Dies ist ein
ganz wesentlicher Punkt, den wir noch ausfu¨hrlich diskutieren werden.
Das so weit auf Basis von Abbildung 4.12 diskutierte subtile Wechselspiel von effektivem
U¨berlapp [r ψ2S
†
(λ) ψγ(Q2,λ)](r) und Dipol-Proton-Querschnitt σ
tot
ℓp (z≡1/2, r) manifestiert sich
weiter und zum Tel noch deutlicher in Abbildung 4.13. Dort ist dokumentiert in den großen
Abbildungen fu¨r den 2S-, in den kleinen fu¨r den 1S-Zustand, Dipole welcher transversaler
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Ausdehnung – abha¨ngig vom Wert von Q2 – die Wirkungsquerschnitte fu¨r Photo-/Lepto-
produktion effektiv bestimmen. Explizit berechnen wir σV,λ(rcut)/σV,λ(rcut=∞), das heißt
die integrierten Produktionsquerschnitte fu¨r die Zusta¨nde V ≡ 1S und 2S auf Basis der
Gln. (4.49), (4.50), indem wir durch Einfu¨hrung des Cut-off rcut die Integration u¨ber die
transversale Ausdehnung der Dipole beschra¨nken auf Werte r≤ rcut; wir skalieren auf den
vollen Wert mit entferntem Cut-off.4.22
Wir betrachten zuna¨chst PhotoproduktionQ2≡0, die Kurve in kurzen Strichen in Abbil-
dung 4.13(b). Nach Abbildung 4.12(b) besitzt der effektive U¨berlapp der Photon- und der
Vektormeson-Lichtkegelwellenfunktion einen Nulldurchgang fu¨r r ∼= 1.1 fm. Entsprechend
finden wir hier, daß der Wirkungsquerschnitt stetig ansteigt fu¨r r ∼< 1.1 fm, das heißt er ist
dominiert durch kleine Dipole links des Nulldurchgangs . Werden gro¨ßere Dipole miteinbezo-
gen, das heißt rechts des Nulldurchgangs , deren Beitra¨ge daher auftreten mit entgegengesetz-
tem, positivem Vorzeichen, vermindert sich der Betrag der Amplitude T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→ 2S p]
und damit der Wirkungsquerschnitt.4.23 Fu¨r r∼=1.7 fm tritt vollsta¨ndige Ku¨rzung ein, das
heißt Kompensation der Beitra¨ge kleiner durch die großer Dipole. Werden noch gro¨ßere
Dipole miteinbezogen steigt der Wirkungsquerschnitt wieder an, bis er fu¨r etwa r∼=3 fm sei-
nen vollen asymptotischen Wert erreicht. Wie bereits angemerkt ru¨hren dabei wesentliche
Beitra¨ge von Dipolen mit transversaler Ausdehnung im Bereich r=2.5−2.8 fm.
Generell tragen gro¨ßere Dipole mehr bei zu den 2S- als zu den 1S-Wirkungsquerschnitten;
fu¨r feste Werte von Q2 generell mehr fu¨r transversale als fu¨r longitudinale Polarisation.4.21
Variation von Q2 a¨ndert die Position des Nulldurchgangs des effektiven U¨berlapps der
Wellenfunktionen; dies spiegelt sich wider in der starken Q2-Abha¨ngigkeit der Kurven. Der
Einfluß der Dipole großer Ausdehnung geht mehr und mehr zuru¨ck fu¨r wachsendes Q2.
Fu¨r longitudinale Polarisation besitzt der effektive U¨berlapp einen festen Nulldurchgang
unabha¨ngig von Q2, vgl. Abb. 4.12(a); dies ru¨hrt her von der Struktur der Lichtkegelwel-
lenfunktion |2S〉, die durch ein Polynom in r2 bestimmt ist.4.24 Infolgedessen vermindert
sich der effektive U¨berlapp der Wellenfunktionen fu¨r wachsendes Q2 allein aufgrund der
globalen Da¨mpfung durch die modifizierte Besselfunktion zweiter Art K0(ǫr) der Photon-
Wellenfunktion. Das Verhalten von σ2S,L(rcut)/σ2S,L(rcut=∞) fu¨r Q2 ≡ 1 und 2 GeV2,
vgl. Abb. 4.13(a), ist entsprechend dem fu¨r Photoproduktion: Dominanz kleiner Dipole,
vollsta¨ndige Kompensation durch gro¨ßere, schließlich Dominanz großer Dipole.
Fu¨r transversale Polarisation besitzt die Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 zwei verschiedene
Polynome in r2, die durch die effektive Quarkmasse meff(Q
2) abha¨ngig von Q2 gegeneinan-
der gewichtet sind, vgl. Fußn. 4.24. Dies resultiert effektiv darin, vgl. Abb. 4.12(b), daß der
Nulldurchgang des effektiven U¨berlapps von Photon- und 2S-Wellenfunktion fu¨r ansteigen-
des Q2 schnell zu gro¨ßeren Dipolausdehnungen r verschoben wird. Fu¨r gro¨ßere Q2 bewirken
die Besselfunktionen K0(ǫr), K1(ǫr) eine starke Unterdru¨ckung des effektiven U¨berlapps
rechts des Nulldurchgangs. Bezogen auf die Wirkungsquerschnitte, vgl. Abb. 4.13(b), tritt
bereits fu¨r Q2 ≡ 1 GeV2 Kompensation der Beitra¨ge kleiner Dipole, links des Nulldurch-
4.22Fu¨r Vergleichbarkeit geben wir auch an σ1S,λ(rcut)/σ1S,λ(rcut=∞), das heißt fu¨r den 1S-Zustand; vgl.
auch Abb. 3.9 auf Seite 139 bzgl. differentieller Wirkungsquerschnitte in Vorwa¨rtsrichtung.
4.23Die Amplitude T
|τ|
λ fa¨llt ab wie exp−B0τ2, das heißt ihr Vorzeichen und Betrag in Vorwa¨rtsrichtung
sind von besonderer Bedeutung auch fu¨r −t∼=τ2-integrierte Querschnitte.
4.24In Hinsicht auf die 2S-Parameter ω2S,λ N2S,λ, Aλ beziehen sich die Abbildungen 4.12, 4.13 auf den Satz
von Ref. [125]: fu¨r longitudinale Polarisation sind diese unabha¨ngig von Q2, ebenso die Oszillatorparameter
beider Polarisationen. Fu¨r den Referenz-Satz ha¨ngen sie dagegen sa¨mtlich, wenn auch nur leicht, ab von Q2.
Entsprechend unserer Diskussion des Einflußes auf AT bezieht sich die einzige nicht von vornherein irrelevante
Diskrepanz auf die Position des
”
longitudinalen Knotens“ fu¨r transversale Polarisation. Wir erwarten daher
kaum eine quantitative A¨nderung des diskutierten Bildes.
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gangs durch die großer Dipole, rechts des Nulldurchgangs nicht mehr vollsta¨ndig ein: Von
dem einmal durch kleine Dipole erreichten Maximum fallen die Kurven fu¨r Q2 > 1 GeV2
monoton ab auf den vollen asymptotischen Wert, das heißt der einmal erreichte Wirkungs-
querschnitt wird durch gro¨ßere Dipole vermindert, ohne daß deren Beitra¨ge so groß wu¨rden,
sie vollsta¨ndig ku¨rzen und das Vorzeichen von T
|τ|≡0
λ [γ
(∗)p→2S p] umdrehen zu ko¨nnen.
Vergleich gegenu¨ber den grau eingezeichneten Hilfslinien zeigt aber, daß fu¨r beide Po-
larisationen und sa¨mtliche betrachteten Werte von Q2 ein Nulldurchgang existieren muß,
auch wenn dieser aus Abbildung 4.12 nicht mehr abgelesen werden kann. Denn sa¨mtliche
Wirkungsquerschnitte besitzen ein Maximum, das u¨ber dem asymptotischen vollen Wert
liegt, Verminderung der Amplitude durch große Dipole ist globales Pha¨nomen. Demge-
genu¨ber dokumentieren die kleinen Abbildungen fu¨r den 1S-Zustand stetiges Ansteigen der
T -Amplitude bis zum vollen Asymptotischen Wert des Wirkungsquerschnitts.
Dem festen Nulldurchgang fu¨r longitudinale polarisation stehen gegenu¨ber zwei gegen-
einander gewichtete Polynome fu¨r transversale polarisation. Dies fu¨hrt zu einem
”
Verwa-
schungseffekt“, der Grund dafu¨r ist, daß die absolute Gro¨ße des intermedia¨r erreichten Maxi-
mums fast um einen Faktor Zwei gro¨ßer ist fu¨r longitudinale als fu¨r transversale Polarisation;
vgl. die Skala der Ordinate in Abb. 4.13(a) gegenu¨ber (b).
Auf Basis dieser generellen Diskussion spezifizieren wir im folgenden die numerische
Analyse im Sinne der Diskussion expliziter Streuquerschnitte.
4.3.2 Spezifische Diskussion
Wir diskutieren die π+π−-Massespektren fu¨r e+e−-Annihilation und Photoproduktion in
Hinblick auf die unterschiedlichen Interferenzmuster im Bereich einer invarianten Masse M
von etwa 1.6 GeV. In Anhang G.3.2 auf Seite 315 leiten wir her4.25 die Formeln fu¨r Lepton-
Antilepton-Annihilation in die Pion-Endzusta¨nde f≡π+π−, 2π+2π−, vgl. Gl. (G.73):
σf (M) =
4πe4
3
∣∣∣∑V=ρ,ρ′,ρ′′ fVMV cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
√
BV→f
∣∣∣2 (4.53)
und fu¨r Photoproduktion elastisch am Proton, vgl. Gl. (G.75):
1
2M
dσf,λ
dM
∣∣∣
Q2
(M) (4.54)
=
∫ 0
−∞
dt
1
16π s2
∣∣∣∣∑V=ρ,ρ′,ρ′′ TV,λ(s, t) cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
√
BV→f
∣∣∣∣2
mit M der invarianten Masse des Endzustands f . Dabei seien abku¨rzend notiert fu¨r die
1+(1−−)-/Rho-Kanal-Querschnitte σf ≡σ[l+l−→V →f ], dσf,λ≡dσλ[γ(∗)p→V p] und fu¨r
die physikalischen T -Amplituden TV,λ≡Tλ[γ(∗)p→V p] fu¨r V ≡ ρ, ρ′, ρ′′; diese folgen un-
mittelbar auf Basis der Gln. (4.31)-(4.31′′) aus den 1S-, 2S-Amplituden Tλ[γ(∗)p→1S p],
Tλ[γ
(∗)p→2S p]. Die Massen, totalen Zerfallsbreiten, Verzweigungsverha¨ltnisse MV , ΓtotV ,
BV→f sind diskutiert in Zusammenhang mit Tabelle 4.2 und angegeben dort; bzgl. der
Normierungsparameter cV,f vgl. Gl. (G.75) und Tabl. G.2 bzgl. expliziter Zahlenwerte.
In den Abbildungen 4.3, 4.4 ist dargestellt unser Resultat fu¨r die π+π−-Massespektren
auf Basis dieser Gln. (4.53), (4.54). Das e+e−-Spektrum ist perturbativ bestimmt durch
kleine Quark-Antiquark-Absta¨nde, das heißt dominiert durch Dipole kleiner (transversaler)
Ausdehnung r. Die relativen Vorzeichen der Kopplungen fV fu¨r V ≡ρ, ρ′, ρ′′ sind [+,−,+],
das Interferenzmuster im Bereich M ∼= 1.6 GeV entsprechend destruktiv . Resultat unserer
4.25vgl. ebenda Anh. G.3.2 bzgl. aller formalen Details
4.3 Diffraktive Streuquerschnitte: Numerische Analyse 187
Diskussion der Abbildungen 4.12(b), 4.13(b) ist unater anderem, daß fu¨r Photoprpduktion
Q2≡0 die Beitra¨ge großer Dipole rechts des Nulldurchgangs die kleiner Dipole links des
Dipols vollsta¨ndig ku¨rzen und das Vorzeichen der Amplitude Tλ[γ
(∗)p→2S p] umdrehen.4.26
Dieser Vorzeichenwechsel u¨bertra¨gt sich entsprechend auf die physikalischen Produktions-
Amplituden Tλ[γ
(∗)p→V p] fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′ und induziert u¨ber deren koha¨rente Addition in
Gl. (4.54) zu der konstruktiven Interferenz im π+π−-Massespektrum fu¨r Photoproduktion.
Daß wir dieses experimentelle Interferenzmuster reproduzieren ist definitive Konsequenz der
Dominanz der Beitra¨ge von Dipolen großer transversaler Ausdehnung – wir haben gesehen,
daß de facto noch Ausdehnungen im Bereich r = 2.5−2.8 fm signifikant beitragen. Diese
Dominanz wiederum ist ganz wesentlich verknu¨pft mit dem starken Ansteigen mit r der
Dipol-Proton-Amplitude T ′ℓp fu¨r κ≡0.74 versus fu¨r κ≡0 und damit letztlich Konsequenz des
MSV-spezifischen Mechanismus von Ausbildung und Wechselwirkung gluonischer Strings.
Fu¨r Leptoproduktion von f ≡ π+π− entsprechend Gl. (4.54) fu¨r Q2>0 vermo¨gen die
Beitra¨ge großer Dipole rechts des Nulldurchgangs die kleiner Dipole links des Nulldurchgangs
bald nicht mehr volllsta¨ndig zu ku¨rzen, vgl. die Diskussion oben, und so das Vorzeichen von
Tλ[γ
(∗)p→2S p] nicht mehr umzudrehen; wir beobachten ein Interferenzmuster entsprechend
dem in e+e−-Annihilation.
Auf Basis der Gln. (4.47), (4.48) werden berechnet in Abha¨ngigkeit von der Virtualita¨t Q des
Photons integrierte Wirkungsquerschnitte σV,λ≡σλ[γ(∗)p→V p] fu¨r die Zusta¨nde V ≡ρ(770)
und 2S, fu¨r longitudinale und transversale Polarisation. Sei dabei im folgenden angespro-
chen mit ρ(770) der Vektormeson-Grundzustand, der bisher generisch als 1S-Zustand be-
zeichnet ist. Die Querschnitte σV,λ als Funktion von Q
2 sind angegeben graphisch in Ab-
bildung 4.14(a) fu¨r V ≡ ρ(770) und in 4.14(b) fu¨r V ≡ 2S. Fu¨r V ≡ ρ(770) sind explizite
Zahlenwerte angegeben und verglichen mit experimentellen Daten fu¨r Leptoproduktion im
Bereich 0<Q2<20 GeV2 in Tabelle 4.3 und fu¨r Photoproduktion, Q2≡0, in Tabelle 4.4.
Zuna¨chst existieren experimentelle Daten nur fu¨r ρ(770). Fermilab-E665, vgl. Ref. [76],
gibt Zahlenwerte an separat fu¨r longitudinale und transversale Polarisation. NMC vero¨ffent-
licht in Ref. [156] Zahlenwerte fu¨r die Gro¨ße σ = ǫσL+σT , mit ǫ der Rate longitudinaler
Photonen, die typischerweise im Bereich 0.5−0.8 liegt; vgl. die Gln. (3.73), (3.74) und (3.75).
Dabei ist zu beachten, daß die experimentellen Daten einen Regge-Anteil einschließen, das
heißt einen nicht-diffraktiven
”
harten“ Anteil, den unser Zugang in der vorgestellten Form
nicht diskutiert. Dieser Anteil ist daher zu subtrahieren. Fu¨r kleine Q2 wird er abgescha¨tzt
durch Vergleich mit der Parametrisierung des Compton-Streuquerschnitts σtot[γp] nach Don-
nachie, Landshoff in den Refn. [56, 165]; vgl. auch Gl. (4.2′). Diese gibt fu¨r die betrachtete
inveriante Schwerpunktenergie
√
s=20 GeV einen Regge-Anteil an von etwa 7%. Der Wir-
kungsquerschnitt fu¨r die Photo-/Leptoproduktion des Vektormesons V ist hierzu in Kon-
trast determiniert durch das (Absolut)Quadrat der entsprechenden T -Amplitude, so daß
hier a¨quivalent erwartet wird ein Beitrag von 15% des Reggeons. Wir geben explizite Zah-
lenwerte experimenteller Daten im folgenden immer an nicht-modifiziert, den Regge-Anteil
einschließend.
Fu¨r unmittelbare Vergleichbarkeit weichen wir hierin nur ab in der Auftragung in Abbil-
dung 4.14(a), der wir uns nun zuwenden. Dort ist angegeben im Bereich von 0.02−20 GeV2
fu¨r Q2 unser Postulat fu¨r σρ(770),λ(Q
2) und ihm gegenu¨bergestellt 85% der E665-Daten
als deren Pomeron-Anteil, wie gerade abgescha¨tzt. Die doppel-logarithmische Auftragung
setzt die Betonung auf kleine Werte von Q2. Fu¨r transversale Polarisation ist der nied-
4.26Fu¨r kleine Dipole sind die Vorzeichen von fV/MV und TV,λ in den Gln. (4.53), (4.54) identisch, da in
derselben Weise determiniert durch das Vorzeichen der 2S-Wellenfunktion am Ursprung.
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Abbildung 4.14: Integrierte Wirkungsquerschnitte σV,λ, V ≡ρ(770), 2S, λ≡L, T , als Funk-
tion von Q2. (a) Produktion des ρ(770)-, (b) des 2S-Zustands; gestrichelte Kurve fu¨r longi-
tudinale, durchgezogene fu¨r transversale Polarisation. Die experimentellen Daten fu¨r ρ(770)
stammen von E665, vgl. Ref. [76]; sie schließen ein einen Regge-Anteil, den wir abgescha¨tzen
als etwa 15% und subtrahieren. Vgl. auch Tabl. 4.3.
rigste Datenpunkt bei Q2 ∼= 0.08 GeV2 konsistent mit unserem Postulat, die Punkte bis
etwa 4.8 GeV2 in guter U¨bereinstimmung. Wir betonen dabei, daß die Parameter unseres
Zugangs vollsta¨ndig festgelegt sind durch U¨berlegungen, die nicht Bezug nehmen auf Photo-
und Leptoproduktion; wir postulieren absolute Zahlenwerte und finden U¨bereinstimmung
mit dem Experiment. Fu¨r longitudinale Polarisation stellen wir eine Abweichung fest fu¨r
kleine Q2 unterhalb 0.8 GeV2. Fu¨r longitudinale und transversale Polarisation, fu¨r mittlere
Werte von Q2 – die beiden Datenpunkte bei etwa 4.8 und 7.8 GeV2 – liegt Fermilab-E665
um etwa 20−30% u¨ber unserem Postulat. Tabelle 4.3 dokumentiert, daß die E665-Daten
und deren Extrapolation zu ho¨heren Q2 allerdings dieselbe dieselbe Diskrepanz zeigen im
Vergleich zu den Daten von NMC. Mit diesen stellen wir gute U¨bereinstimmung fest u¨ber
den gesamten betrachteten Q2-Bereich.
In Abbildung 4.14(b) ist aufgetragen fu¨r demselben Bereich von Q2=0.02−20 GeV2 un-
ser Postulat fu¨r σ2S,λ(Q
2). Die Kurven fu¨r longitudinale und transversale Polarisation unter-
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Leptoproduktion, 0<Q2<20 GeV2, des ρ(770): Theorie versus Experiment
Q2 [GeV2] σρ(770),L [µb] σρ(770),T [µb] ǫ ǫ σρ(770),L+σρ(770),T [µb]
th.a exp. th.a exp. exp. th.a exp. exp.Ref.
0.17 0.517 1.39±0.26 4.28 6.37±0.89 0.76 4.67 7.42±0.91 E665 [76]
0.25 0.603 1.15±0.12 3.37 4.11±0.23 0.80 3.85 5.03±0.25 E665 [76]
0.43 0.645 1.051±0.081 2.14 2.67±0.13 0.81 2.66 3.52±0.15 E665 [76]
0.76 0.530 0.708±0.052 1.12 1.269±0.073 0.81 1.55 1.84±0.084 E665 [76]
1.35 0.300 0.422±0.040 0.426 0.533±0.045 0.81 0.669 0.875±0.055 E665 [76]
2.39 0.135 0.185±0.025 0.127 0.165±0.022 0.81 0.237 0.315±0.030 E665 [76]
2.5 126.×10−3 — 115.×10−3 — 0.50 178.×10−3 (170.±31)×10−3 NMC [156]
3.5 71.7×10−3 — 51.6×10−3 — 0.66 98.9×10−3 (60.±10)×10−3 NMC [156]
4.23 50.7×10−3 (88.±17)×10−3 32.0×10−3 (55.±11)×10−3 0.81 73.1×10−3 (126.±18)×10−3 E665 [76]
4.5 45.1×10−3 — 27.3×10−3 — 0.66 57.1×10−3 (65.±11)×10−3 NMC [156]
5.5 30.4×10−3 — 16.1×10−3 — 0.72 38.0×10−3 (41.± 7)×10−3 NMC [156]
6.9 19.0×10−3 — 8.68×10−3 — 0.76 23.1×10−3 (23.± 3)×10−3 NMC [156]
7.51 15.8×10−3 (38.±11)×10−3 6.85×10−3 (17.±5)×10−3 0.81 19.7×10−3 (47.8±10.2)×10−3 E665 [76]
8.8 11.1×10−3 — 4.36×10−3 — 0.78 13.1×10−3 (15. ± 2 )×10−3 NMC [156]
11.9 5.55×10−3 — 1.80×10−3 — 0.82 6.35×10−3 (5.8± 0.9)×10−3 NMC [156]
16.9 2.36×10−3 — 0.617×10−3 — 0.81 2.53×10−3 (2.6± 0.7)×10−3 NMC [156]
Tabelle 4.3: Integrierte Wirkungsquerschnitte σρ(770),λ(Q
2), λ≡L, T , fu¨r Photo- und Leptoproduktion des ρ(770)-Vektormesons. Unser Postu-
lat [th.] in Gegenu¨berstellung mit experimentellen Daten [exp.] von E665 fu¨r σρ(770),L, σρ(770),T , das heißt fu¨r longitudinale und transversale
Polarisation separat, vgl. Ref. [76], und von NMC fu¨r die Gro¨ße ǫ σρ(770),L+σρ(770),T , vgl. Ref. [156]. Die experimentellen Daten schließen ein
einen Regge-Anteil, den wir fu¨r die betrachtete Energie
√
s=20 GeV abscha¨tzen als etwa 15%.
aPomeron-Anteil
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scheiden sich qualitativ aufgrund der unterschiedliche Struktur der 2S-Lichtkegelwellenfunk-
tion in Hinsicht auf ihre Knoten. Fu¨r longitudinale Polarisation wird der U¨berlapp der
Wellenfunktionen fu¨r Photon und 2S-Vektormeson repra¨sentiert durch einen einzigen Term,
der, und folglich der integrierte Wirkungsquerschnitt σ2S,L(Q
2), fu¨r Q2∼=2.5 GeV2 eine re-
elle Nullstelle besitzt. Fu¨r transversale Polarisation hingegen existieren zwei Terme: der
relativistische mit Bahndrehimpuls l3 = 1 und antiparallelen Quark-Spins und der Term
mit l3= 0 und parallelen Quark-Spins. Die Nullstellen der entsprechenden Polynome wer-
den angenommen – wie bereits diskutiert in Zusammenhang mit den Abbildungen 4.12(b)
und 4.13(b) – fu¨r unterschiedliche transversale Quark-Antiqurk-Separatioenn. Entsprechend
des
”
Verwaschungseffektes“ bezu¨glich der absoluten Ho¨hen der intermedia¨ren Maxima in
Abbildung 4.13 stellen wir hier in demselben Sinne fest, daß – statt eines definitiven Null-
durchgangs fu¨r einen festen Wert von Q2 fu¨r longitudinale Polarisation – fu¨r transversale
Polarisation lediglich ein Minimum existiert fu¨r Q2 ∼= 0.3 GeV2 und – statt eines ausge-
pra¨gten Maximums – lediglich ein Plateau bei Q2∼=1−1.1 GeV2. Mit wachsendem Wert Q2
vermindern sich die absoluten Werte der Wirkungsquerschnitte σ2S,λ(Q
2) fu¨r longitudinale
wie fu¨r transversale Polarisation, λ≡L, T , aufgrund der zunehmenden Unterdru¨ckung des
U¨berlapps der Wellenfunktionen durch die Funktionen K0(εr), K1(εr). Die transversale Aus-
dehnung der effektiv beitragenden Dipole verschiebt sich zu immer kleineren Separationen r,
mehr und mehr zum inneren Teil des U¨berlapps, der negativ ist aufgrund des Vorzeichens
der 2S-Wellenfunktion. Asymptotisch fu¨r große Q2, vgl. die Gln. (3.77), (3.77′), dominiert
der Wirkungsquerschnitt fu¨r longitudinale Polarisation u¨ber den fu¨r transversale Polarisa-
tion aufgrund eines zusa¨tzlichen Faktors Q2. Wir stellen fest, daß diese Asymptotik selbst
fu¨r Q2=20 GeV2 noch nicht erreicht ist.
In Tabelle 4.4 ist konfrontiert mit dem Experiment unser Postulat fu¨r Photoprodukti-
on Q2≡0. Dabei seien zuna¨chst ignoriert die Eintra¨ge fu¨r die Grundzustand-Vektormesonen
ω(782), φ(1020), J/ψ(3097), die wir angeben fu¨r Vollsta¨ndigkeit in Nachtrag zum vorherge-
henden Kapitel 3. Wir finden gute U¨bereinstimmung, stellen aber fest, daß insbesondere
fu¨r den in −t∼=τ2 differentiellen Wirkungsquerschnitt dσλ/dt(τ2≡0) in Vorwa¨rtsrichtung die
experimentellen Zahlenwerte mit einer erheblichen Unsicherheit behaftet sind. Wir erinnern
daran, daß ein entsprechender Beitrag des Reggeons von den experimentellenZahlenwerten
zu subtrahieren ist. Der von uns postulierte und angegebene slope-Parameter B0 ist defi-
niert dessen Limes in Vorwa¨rtsrichtung, der experimentelle Wert dagegen ist Resultat einer
Anpassung fu¨r einen endlichen Bereich von τ2 [fu¨r ω(782) daru¨berhinaus nur einer von zwei
angepaßten Parametern]. Aufgrund der starken Konkavita¨t des differentiellen Wirkungs-
querschnitts dσλ/dt(τ
2) als Postulat des MSV, vgl. etwa Abb. 4.16, ist die Diskrepanz er-
wartungsgema¨ß groß. Wir merken hierzu weiter an, daß ein starkes Ansteigen von dσλ/dt(τ
2)
hin zu kleinen τ2 experimentell schwierig zu verifizieren ist.
Zur Vollsta¨ndigkeit im Sinne eines Nachtrags zu Kapitel 3 geben wir in Tabelle 4.4 Zah-
lenwerte an fu¨r Photoproduktion der 1S-Grundzustand-Vektormesonen ω(782), φ(1020),
J/ψ(3097). Wir sind in der Lage die Analyse fu¨r ω und φ durchzufu¨hren auf Basis der uni-
versellen Lichtkegelwellenfunktion des Photons, wie diskutiert zu Beginn des Kapitels in 4.1,
vgl. die Gln. (4.22), (4.22′). Dabei werden effektive Quarkmassen mu/d,eff(Q2) beziehungs-
weise ms,eff(Q
2) zugrundegelegt wie diskutiert dort. Wir rekapitulieren, daß mf,eff(Q
2) im
Bereich Q2=0 bis Q2f,0 linear bezu¨glich Q
2 interpoliert zwischen der Konstituentenquark-
Masse mf,eff(Q
2≡0) =mf,0 und der laufenden Quarkmasse mf,eff(Q2≥Q2f,0) =mf . Expli-
zit folgt: Q2u/d,0=1.05 GeV
2, mu/d,0=0.220 GeV, mu/d=0 beziehungsweise Q
2
s,0=1.6 GeV
2,
ms,0=0.310 GeV, ms=0.150 GeV. Die Parameter ω1S,T , N1S,T fu¨r Q2 ≡ 0 fu¨r ω(782)
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Photoproduktion, Q2≡0, von ρ(770) – und ω(782), φ(1020), J/ψ(3097):
Theorie versus Experiment
σ[γp→1S p] dσ[γp→1S p]/dt|τ2≡0 B0[γp→1S p]
[µb] [µb GeV−2] [GeV−2]
1S th.a exp. th.a exp. th.a exp.
ρ(770)b 7.88 9.4±1.1c 83.3 84.4±27.d 13.3 7.6±1.2d
ω(782)b 0.871e 1.2±0.3f 9.27e 9.4±1.3g 13.4 8.3±1.3g
φ(1020)b 0.730 0.96±0.40h 6.69 7.2±3.9i 11.5 7.3±1.8i
J/ψ(3097)b 0.0211 0.018±0.002j 0.150 0.080±0.013k,l 9.26 5.6±1.2k
Tabelle 4.4: Photoproduktion von ρ(770) – und ω(782), φ(1020), J/ψ(3097), Theorie versus
Experiment. Die experimentellen ρ(770)-Daten stammen von OMEGA-SPS, CERN, Ref. [13].
Der berechnete slope-Parameter B0 ist die logarithmische Steigung der Kurve dσλ/dt(τ
2) im
Limes τ2→0, die der String-String-Mechanismus des MSV postuliert als stark konkav, das
heißt aufwa¨rts gekru¨mmt, vgl. etwa Abb. 4.16. Der experimentelle Wert ist Resultat einer
Zwei- oder Drei-Parameter-Anpassung fu¨r einen endlichen, teils ho¨heren Bereich von τ2. Da-
her die Diskrepanz. Ansonsten finden wir – auch fu¨r das φ(1020) – gute U¨bereinstimmung.
aPomeron-Anteil.
bBzgl. der Parameter ω1S,T (Q
2) und N1S,T (Q2) fu¨r Q2≡0 vgl. unten Tabl. 4.5.
cRef. [13]: Gemittelt u¨ber Photon-Energien Eγ=20−70 GeV.
dRef. [13]: Parameter a, b der Anpassung dσ/dt(τ2)=a exp{−bτ2} im Bereich τ2=0.06−0.3 GeV2;
gemittelt u¨ber Photon-Energien Eγ=20−30 GeV.
eFu¨r die Verha¨ltnisse von ρ(770)- zu ω(782)-Produktion erhalten wir beidesmal ∼=11.1/100, vgl. Gl. (3.78).
fRef. [13]: Gemittelt u¨ber Photon-Energien Eγ=20−45 GeV.
gRef. [13]: Parameter a, b der Anpassung dσ/dt(τ2)=a exp{−bτ2+c(τ2)2}, mit c=(3.4±2.6) GeV−4,
im Bereich τ2=0.06−0.8 GeV2; gemittelt u¨ber Photon-Energien Eγ=20−45 GeV.
hRef. [238]: Integriert u¨ber den Bereich τ2<0.5 GeV2, durchschnittliche Energie
√
s∼=70 GeV.
iRef. [238]: Parameter a, b der Anpassung dσ/dt(τ2)=a exp{−bτ2} im Bereich τ2=0.1−0.5 GeV2.
jRef. [23] fu¨r durchschnittliche Photon-Energie 〈Eγ〉∼=150 GeV. Konsistent mit Ref. [157]: Extrapo-
lation nach Q2≡0 durch Anpassen des Propagator-Terms [1+Q2/M20 ]−2 an die Q2-Abha¨ngigkeit, ergibt:
σ[γN→J/ψN ]=(18±3) nb, M0=(3.2±0.6) GeV fu¨r 〈Eγ〉∼=150 GeV.
kRef. [23]: Parameter a, b der Anpassung dσ/dt(τ2)=a exp{−bτ2+c(τ2)2}, mit c=(2.9±1.3) GeV−4,
im Bereich τ2=0.0−1.0 GeV2; durchschnittliche Photon-Energie 〈Eγ〉=150 GeV.
lExtrapolation der Daten zu Q2≡0, vgl. Abb. 3.16 auf Seite 147, la¨ßt einen signifikant gro¨ßeren experi-
mentellen Wert fu¨r dσλ/dt|τ2≡0 erwarten, der u¨bereinstimmt mit unserem Postulat.
und φ(1020) folgen damit in vollsta¨ndiger Analogie zu der Fixierung der ρ(770)-Parameter;
vgl. Abschnitt 4.2.3 auf Seite 166, Schritt Null. Die numerischen Zahlenwerte sind zusam-
mengefaßt in Tabelle 4.5. Dabei sind die J/ψ(3097)-Parameter unabha¨ngig von Q2 und
identisch den Werten in Tabelle 3.1 auf Seite 135; die Werte fu¨r ρ(770) sind entnommen
Tabelle 4.1. Auf dieser Basis folgen die Streu-Observablen von Tabelle 4.4.
Parameter fu¨r Q2≡0 der 1S-/Grundzustand-Vektormesonen
ρ(770) ω(782) φ(1020) J/ψ(3097)
ωV,T [GeV] 0.213 0.207 0.260 0.573
NV,T [√Nc≡3] 3.44 3.43 3.21 2.15
Tabelle 4.5: Die Zahlenwerte basieren auf effektiven Quarkmassen von mu/d,0=0.220 GeV,
ms,0=0.310 GeV fu¨rQ
2≡0 beziehungsweise der laufenden Charm-Massemc=1.3 GeV. Bzgl.
der Parameterwerte oberhalb der Schwellen Q2f,0 vgl. Tabl. 3.1 auf Seite 135; die J/ψ(3097)-
Parameter sind unabha¨ngig von Q2 und daher identisch mit den Werten dort. Vgl. Text.
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Abbildung 4.15: Verha¨ltnis RV,LT fu¨r longitudinale zu transversale Polarisation als Funktion
von Q2. Durchgezogene Kurve fu¨r V ≡ρ(770)-, gestrichelte fu¨r 2S-Produktion. Experimen-
telle Daten liegen vor nur fu¨r ρ(770). Vgl. auch Abb. 3.11 auf Seite 141.
In Abbildung 4.15 ist dargestellt als Funktion von Q2 das Verha¨ltnis integrierter Wir-
kungsquerschnitte, longitudinale zu transversale Polarisation:
RV,LT (Q
2) = σV,L/σV,T V ≡ρ(770), 2S (4.55)
vgl. Gl. (3.76). Zuna¨chst merken wir an, daß sich aufgrund der Fixierung der Parameter
des MSV, vgl. Seite 124, die postulierten Wirkungsquerschnitte beziehen auf eine invariante
Schwerpunktenergie
√
s = 20 GeV. Fu¨r Verha¨ltnisse von Wirkungsquerschnitten erwarten
wir globalere Gu¨ltigkeit, da sich die s-Abha¨ngigkeit tendenziell herausdividieren sollte. Ex-
plizit fu¨r ρ(770) beschreibt unser Postulat fu¨r RLT (Q
2) – die durchgezogene Kurve – perfekt
den beobachteten starken Anstieg mit Q2; dieser wird insbesondere beobachtet in Studien
zu colour transparency in Kernen, vgl. Ref. [73]. Der leichte Knick bei Q2=Q20=1.05 ru¨hrt
her von der effektiven Quarkmasse mf,eff , die an dieser Stelle einsetzt abzuweichen von dem
verschwindenden laufenden Wert mu/d. Die Daten scheinen einen etwas konvexeren Verlauf
zu suggerieren. Ein solcher kann leicht erreicht werden durch eine sensiblere Interpolati-
on zwischen Konstituenten- und laufender Quarkmasse als die zugrundegelegte Q2-lineare
Abha¨ngigkeit. Wir verweisen auch auf Abbildung 3.11 auf Seite 141 in Hinsicht der expe-
rimentellen Status Quo im Moment unserer Vero¨ffentlichungen Ref. [65] und [125]. Fu¨r die
Anregungen ρ(1450), ρ(1700) existieren keine experimentellen Daten. Wir geben unser Po-
stulat fu¨r RLT (Q
2) bezu¨glich des 2S-Zustandes an als gestrichelte Kurve in Abbildung 4.15.
Wir finden eine starke Abha¨ngigkeit von Q2, die sensitiver als die bloßen Wirkungsquer-
schnitte in den Abbildungen 4.12-4.14, die Struktur der Knoten der 2S-Wellenfunktion te-
stet. Die reelle Nullstelle des longitudinalen Wirkungsquerschnitts σ2S,L fu¨r Q
2∼=2.5 GeV2,
vgl. Abb. 4.14(b), u¨bertra¨gt sich unmittelbar auf R2S,LT . Diese Sensitivita¨t bezieht sich in
erster Linie auf die Position des
”
transversalen Knotens“ der 2S-Lichtkegelwellenfunktion;
signifikanter Unterschied bezu¨glich der diskutierten verschiedenen Parametersa¨tze, vgl. Ta-
bl. 4.1, bezieht sich ausschließlich auf AT , das heißt auf die Position des ”
longitudinalen
Knotens“. Dennoch erwarten wir RLT (Q
2) als den besten Kandidaten, diese zu unterschei-
den auf Niveau von Streuquerschnitten. Wir weisen aber in diesem Zusammenhang darauf
hin, daß die 2S-Lichtkegelwellenfunktion in Hinsicht auf die Struktur ihrer Knoten eher mo-
delliert als konstruiert ist. Wir betonen, daß unser Postulat insbesondere der Gro¨ße R2S,LT
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nicht zu interpretieren ist im Sinne eines definitiven Postulats der Position der Knoten. Wir
betonen vielmehr, daß die explizite Struktur der Struktur wesentlichen Einfluß nimmt auf
Observablen der Streuung.
Dieselbe Bemerkung ist zu beziehen auch auf die in τ2 ∼= −t differentiellen Streuquer-
schnitte dσV,λ/dt(τ
2) fu¨r den 2S-Zustand, wie angegeben graphisch in Abbildung 4.16(c),(d).
In Abbildung 4.16 ist dargestellt fu¨r eine Reihe von Parameterwerten Q2 unser Postulat
fu¨r die differentiellen Wirkungsquerschnitte dσV,λ/dt|Q2(τ2); wir geben diese an separat
fu¨r V ≡ρ(770), 2S und λ≡L, T . Wir wenden uns zuna¨chst den Gro¨ßen fu¨r ρ(770)-Produktion
zu: Abbildung 4.16(a),(b). In Anhang H geben wir ohne weiteren Kommentar an als die
Tabellen H.1-H.9 Auszu¨ge aus Zahlenlisten, die den Abbildungen fu¨r ρ(770) zugrundeliegen.
Wir finden global, daß der Verlauf der Kurven abweicht von einem rein exponentiellen Abfall-
verhalten. Diese Konkavita¨t oder Aufwa¨rts-Kru¨mmung ist besonders ausgepra¨gt fu¨r kleine
Werte von τ2 und spiegelt wider die großen Werte des postulierten slope-Parameters B0,
der definiert ist – vgl. Gl. (3.42) – als die logarithmische Steigung im Limes verschwindnden
Impulstransfers τ2 → 0; vgl. die Diskussion in Zusammenhang mit Tabelle 4.4. Bzgl. der
Bedeutung von B0 im MSV sei verwiesen auf Seite 128, die Diskussion von Gl. (3.56).
Fu¨r ρ(770)-Produktion verlaufen die Kurven fu¨r verschiedene Werte von Q2 im wesent-
lichen parallel zueinander, vgl. Abb. 4.16(a), (b). Der Vergleich der Kurven fu¨r unterschied-
liche Polarisalion, vgl. Abb. 4.16(a) in Kontrast zu (b), zeigt sta¨rkeren Abfall mit τ2 fu¨r
transversale als fu¨r longitudinale Polarisation [sechs Dekaden gegenu¨ber vier]. Dis ist be-
reits dokumentiert in Abbildung 3.13 auf Seite 143 und erkla¨rt dort in Termen der effektiven
slope-Parameter, die unmittelbar abha¨ngen von den transversalen Ausdehnungen der effek-
tiv beitragenden Dipolen – die aufgrund des z-Endpiunkte-Verhaltens tendenziell gro¨ßer sind
fu¨r transversale als fu¨r longitudinale Polarisation.
Fu¨r die Produktion des 2S-Zustands, vgl. die Abb. 4.16(c), (d), finden wir generell
dasselbe Verhalten, doch ist dieses u¨berlagert fu¨r kleine Werte von Q2 durch den Ein-
fluß der Knoten der 2S-Wellenfunktion, die fu¨hren zu signifikanten Minima und Nullstellen
bezu¨glich τ2. Die Werte τ2, an denen diese Minima und Nullstellen –
”
Dips“ – der Ampli-
tude auftreten, wandern nach innen fu¨r wachsendes Q2 und dokumentieren so, daß Domi-
nanz hin zu immer kleineren Dipolen verschoben wird. Wie bereits angedeutet ha¨ngt die
explizite Position dieser
”
Dips“ in hohem Maße ab von der Parametrisierung der 2S-Wel-
lenfunktion in Hinsicht auf die explizite Position ihrer Knoten. Wir betrachten daher nicht
deren genaue Position wohl aber deren Existenz u¨berhaupt als definitives Postulat. Expe-
rimentell ist der starke Abfall in der Na¨he dieser
”
Dips“ sicher ein leicht zu detektierendes
Signal. Wir erwarten allerdings eine Auswaschung des Effektes, wenn statt der Wirkungs-
querschnitte dσ2S,λ/dt, λ ≡ L, T , fu¨r longitudinale und transversale Polarisation separat
deren Superposition ǫ dσ2S,L/dt+ dσ2S,T/dt gemessen wird. Dies erschwert die Detektion
nicht unerheblich. Doch ko¨nnte aus einer experimentellen Bestimmung der Positionen der
”
Dips“ wichtige Information extrahiert werden fu¨r die theoretische Konstruktion der 2S-
Lichtkegelwellenfunktion in Hinsicht ihrer Knoten.
Wir wenden uns erneut zu den π+π−- und 2π+2π−-Massespektren fu¨r Elektron-Positron-
Annihilation und fu¨r Photoproduktion elastisch am Proton. Wir richten besonderen Augen-
merk auf einen Bereich der invarianten Masse M dieser Pion-Endzusta¨nde von 1−2 GeV.
Dieser Bereich ist wesentlich dominiert durch die Interferenz der Resonanzen ρ′ [≡ρ(1450)]
und ρ′′ [≡ρ(1700)] und die beobachteten unterschiedlichen Muster dieser Interferenz – de-
struktiv fu¨r Annihilation, konstruktiv fu¨r Photoproduktion – Charakteristikum von ganz
herausragender Bedeutung. Wir rekapitulieren die groben Zu¨ge der Diskussion auf Sei-
1
9
4
P
h
o
t
o
-
u
n
d
L
e
p
t
o
p
r
o
d
u
k
t
io
n
v
o
n
ρ
(7
7
0
),
ρ
(1
4
5
0
)
u
n
d
ρ
(1
7
0
0
)
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6
0.001
0.01
0.1
1
(a) ρ(770), λ≡L – Longitudinaldσ
ρ
(7
7
0
),
L
/ dt∣ ∣ Q
2
(τ
2
)
[µ
b
G
eV
−
2
]
Q2≡0.25 GeV2
Q2≡2 GeV2
Q2≡10 GeV2
Q2≡20 GeV2
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6
0.0001
0.001
0.01
0.1
1
10.
100.
(b) ρ(770), λ≡T – Transversald
σ
ρ
(7
7
0
),
T
/ dt∣ ∣ Q
2
(τ
2
)
[µ
b
G
eV
−
2
]
Q2≡0
Q2≡0.25 GeV2
Q2≡2 GeV2
Q2≡10 GeV2
Q2≡20 GeV2
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6
     -11
1. 10
     -9
1. 10
     -7
1. 10
0.00001
0.001
0.1
10.
(c) 2S, λ≡L – Longitudinal
τ
2 [GeV2]
d
σ
2S
,L
/ dt| Q
2
(τ
2
)
[µ
b
G
eV
−
2
] Q
2≡0.25 GeV2
Q2≡2 GeV2
Q2≡10 GeV2
Q2≡20 GeV2
0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6
     -7
1. 10
0.00001
0.001
0.1
10.
(d) 2S, λ≡T – Transversal
τ
2 [GeV2]
d
σ
2S
,T
/ dt∣ ∣ Q
2
(τ
2
)
[µ
b
G
eV
−
2
]
Q2≡0
Q2≡0.25 GeV2
Q2≡2 GeV210 GeV2
Q2≡20
Abbildung 4.16: In τ2∼=−t differentieller Wirkungsquerschnitt dσV,λ/dt|Q2(τ2), V ≡ρ(770), 2S, λ≡L, T , als Funktion von τ2 fu¨r Parameterwerte
Q2≡0 und 0.25, 2, 10, 20 GeV2 [durchgezogene Kurve bzw. zunehmende Strichla¨nge]. Aufgrund der Knoten verschwindet fu¨r kleine Q2 die Amp-
litude des 2S-Zustands fu¨r spezifische Werte von τ2; in (d) beobachten wir, wie diese Werte nach innen wandern fu¨r Q2≡0, 0.25, 2 GeV2, wenn
mehr und mehr kleine Dipole dominieren. Bzgl. der Kurven fu¨r ρ(770)-Produktion vgl. die Tabln. H.1-H.9 in Anh. H
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te 186 in Zusammenhang mit den Gln. (4.53), (4.54).
In unserer Konvention ist fu¨r verschwindende transversale Quark-Antiquark-Separation
die 1S-Wellenfunktion positiv , dagegen die 2S-Wellenfunktion negativ 4.27. Das experimen-
tell beobachtete destruktive Interferenzmuster im π+π−-Massespektrum fu¨r e+e−-Annihila-
tion – vgl. Abb. 4.4 – legt damit aufgrund unseres Ansatzes in Form der Gln. (4.31)-(4.31′′)
den Mischungswinkel Θ fest auf den ersten Quadranten. Die T -Amplituden von ρ′ und ρ′′
folgen aus Tλ[γ
(∗)p→2S p], vgl. Gl. (4.47), durch Multiplikation von (cosΘ) beziehungs-
weise (− sinΘ) und besitzen entgegengesetztes Vorzeichen. Und folglich sind die (relati-
ven) Vorzeichen der T -Amplituden Tλ[γ
(∗)p→V p] fu¨r V ≡ρ, ρ′, ρ′′ im Limes verschwindender
Quark-Antiquark-Separationen r bestimmt zu [+,−,+]. Lepton-Antilepton-Annihilation
ist perturbativ dominiert, durch kleine Quark-Antiquark-Separationen: die Kopplungen fV
an den elektromagnetischen Strom in erster Ordnung konventioneller Sto¨rungstheorie ist
proportional der Wellenfunktion von V am Ursprung. Folglich ist [+,−,+] genau auch
das Vorzeichenmuster der Kopplungen fV fu¨r V ≡ ρ, ρ′, ρ′′. Dieses Muster liegt zugrunde
der experimentell beobachteten destruktiven Interferenz wenig unterhalb M ∼= 1.6 GeV im
π+π−-Massespektrum fu¨r e+e−-Annihilation. Vgl. Abb. 4.4. Die experimentellen Daten
dort stammen von den DM1- und DM2-Detektor, ORSAY, und den Detektoren OLYA und
CMD am VEPP-2M-Beschleuniger in Nowosibirsk, vgl. Ref. [24, 174] bzw. [15]. Die zwei
in Abbildung 4.4 angegebenen Kurven sind zum einen – durchgezogen – die Anpassung
von Donnachie, Mirzaie aus Ref. [55], der auch entnommen sind die experimentellen Daten,
und – gestrichelt – unser Resultat fu¨r das π+π−-Spektrum.
Diesem liegt zugrunde – wir formulieren unser generelles Konzept fu¨r die Berechnung
der Massespektren – die Parametrisierung der Resonanzen ρ, ρ′, ρ′′ wie diskutiert und deren
Verteilung entsprechend einfacher Breit-Wigner-Distributionen. Unser Analyse geschieht
dahingehend, zu einem allgemeinen Versta¨ndnis der Pha¨nomenologie zugelangen. Nicht
durch subtile Ansa¨tze und Feinadjustierung bestimmter Parameter in Hinsicht auf globale
U¨bereinstimmung ein Versta¨ndnis zu suggerieren, das wir weder angesichts des status quo
von Theorie noch von Experiment besitzen.
So weichen wir allein hier im Fall des π+π−-Massespektrums fu¨r Elektron-Positron-
Annhilation und nur in dem einen Punkt ab, daß wir die totale Zerfallspreite Γtotρ(770)
des ρ(770) in allgemein u¨blicher Weise ersetzen durch eine Parametrisierung durch ein Po-
lynom zweiten Grades in M2/M2ρ(770). Sei vewiesen auf Gl. (4.53) bzw. auf Anh. G.3.2 bzgl.
aller formaler Details. Wir finden, vgl. Abb. 4.4, daß wir die beobachtete Interferenz gut
reproduzieren auf Basis des Mischungswinkels Θ∼=41.2, vgl. Gl. (4.44). Dieser ist Resultat
einer einfachen Rechnung, vgl. Gl. (4.43) und Anh. G.3.3, die benutzt die Zahlenwerte fu¨r
die Verzweigungsverha¨ltnisse BV→f [in Gestalt der Gro¨ßen XV,i], wie sie angegeben werden
von Donnachie, Mirzaie in Ref. [55] und zusammengestellt sind in Tabelle 4.2. Wir betonen,
daß wir den resultierenden Wert von Θ in keiner Weise modifizieren oder anpassen. Das
Bild zu dem wir gelangen in Gestalt der gestrichelten Kurve ist konsistent mit der subtileren
Anpassung von Donnachie, Mirzaie in Ref. [55] [durchgezogene Linie] und den experimentel-
len Datenpunkten – im Rahmen deren Unsicherheit und in Anbetracht der Details unserer
Kurve. Unser Resultat fu¨r 2π+2π−-Massespektrum fu¨r Elektron-Positron-Annihilation wie
angegeben als gestrichelte Kurve in Abbildung 4.17 ist zu verstehen in demselben Sinne. Wir
finden in demselben Bereich leicht unterhalb vonM∼=1.6 GeV ein Maximum von etwa 35 nb
und insgesamt wieder ein Bild konsistent mit der subtileren Anpassung von Donnachie, Mir-
4.27Im Sinne der allgemein u¨blichen Konvention, die Wellenfunktion schmiege sich im Limes großer Separa-
tionen |~r| von oben an die |~r|-Achse an, vgl. etwa Godfrey, Isgur in Ref. [94]
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Abbildung 4.17: Massespektrum fu¨r e+e−-Annihilation in 2π+2π−. Die durchgezogene Kur-
ve ist die Anpassung von Donnachie, Mirzaie, vgl. Ref. [55]. Die gestrichelte Kurve ist Resul-
tat unserer Parametrisierung, vgl. die Gln. (4.53), (4.54) bzw. Anh. G.3.2 und Tabl. 4.2.
zaie in Ref. [55] [durchgezogene Linie] und den experimentellen Datenpunkten, die wieder
entnommen sind dieser Referenz und wieder stammen aus Novosibirsk und ORSAY, vgl.
Ref. [129] bzw. [43].
Fu¨r Photoproduktion des 2S-Zustands – vgl. die Abbn. 4.12(b), 4.13(b), die Kurven in
kurzen Strichen – dominieren die Dipole großer transversaler Ausdehnung rechts des Null-
durchgangs bei r ∼= 1.1 fm u¨ber die links davon. Dominanz der Physik großer Absta¨nde:
der String-String-Mechanismus des MSV, dreht das Vorzeichen von Tλ[γ
(∗)p→2S p] um und
folglich die Vorzeichen der Amplituden fu¨r ρ′ und ρ′′. Es folgen die (relativen) Vorzei-
chen [+,+,−] der T -Amplituden Tλ[γ(∗)p→V p] fu¨r V ≡ ρ, ρ′, ρ′′ im Bereich großer Sepa-
rationen r, durch den Photoproduktion dominiert ist. Dies fu¨hrt auf die experimentell
beobachtete konstruktive Interferenz im Bereich M ∼= 1.6 GeV des π+π−-Massespektrums
fu¨r Photoproduktion; vgl. Abb. 4.4. In Gestalt der durchgezogenen Kurve dort finden wir
gute Reproduktion dieser Interferenz. Dabei leigt unserer Berechnung zugrunde – auf Basis
desselben Zahlenwerts fu¨r den Mischungswinkel: Θ ∼= 41.2, vgl. Gl. (4.44), – die Parame-
trisierung der Resonanzen ρ, ρ′, ρ′′ wie diskutiert, vgl. die Gln. (4.31)-(4.31′′), und deren
Verteilung durch einfache unmodifiziert belassene Breit-Wigner-Distributionen. Im Sinne
des ausgefu¨hrten allgemeinen Konzepts einfacher Ansa¨tze verzichten wir darauf insbesonde-
re Modifikationen dieser Distributionen miteinzubeziehen, die herru¨hren von den Effekten
nach Ross, Stodolsky oder Drell, So¨ding, vgl. Ref. [177] bzw. [67, 199]. Sei verwiesen auf
Gl. (4.54) bzw. auf Anh. G.3.2 bzgl. aller formaler Details. Angesichts dieses Hintergrunds
ist die U¨bereinstimmung unseres Postulats mit den experimentellen Datenpunkten in Ab-
bildung 4.4 in hohem Maße nichttrivial. Wir beobachten eine Anhebung des Spektrums an
etwa derselben Stelle, wie sie indiziert wird von den experimentellen Daten von OMEGA-
SPS, CERN, vgl. Ref. [11]. Wir merken an, daß fu¨r π+π−-PhotoproduktionVorab-Daten von
Fermilab-E687 vorgestellt sind, vgl. Ref. [77], die eine Genauigkeit erreichen, die scheinen,
die Produktion des 3−−-Vektormesons ρ3(1690), das heißt des hypothetischen 3S-Zustands
dokumentieren zu ko¨nnen. Fu¨r Vergleichbarkeit auf einem solchen Niveau ist aber sicher
unser Konzept zu modifizieren und unser Ansatz zu verfeinern. Dies zeigt sich bereits in
unserem Resultat fu¨r das 2π+2π−-Massespektrum fu¨r Photoproduktion elastisch am Pro-
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Abbildung 4.18: Massespektrum fu¨r 2π+2π−-Photoproduktion elastisch am Proton. Die
Kurve ist Resultat unserer Parametrisierung. Vgl. Text. Die Daten stammen vom OMEGA-
Spektrometer am SPS, CERN, vgl. Ref. [12]; sie sind skaliert auf 50% ihresr Werte.
ton. So finden wir in Abbildung 4.17, daß die von uns postulierte durchgezogene Kurve
um fast einen Faktor Zwei u¨ber den experimentell angegebenen Datenpunkten liegt, die
stammen vom OMEGA-Spektrometer am SPS, CERN, vgl. Ref. [12]. Dabei ist anzumerken,
daß es experimentell eine nicht zu unterscha¨tzende Herausforderung ist, den vorhandenen
Untergrund in diesem Bereich von M zu subtrahieren und so die resonanten Beitra¨ge zu
identifizieren. Auch dies ko¨nnte mit Grund sein fu¨r die dokumentierte Diskrepanz.
In dieser Hinsicht sicherer ist sich zu konzentrieren weniger auf absolute Zahlenwerte als
auf die relative Variation Q2 und auf Verha¨ltnisse von Wirkungsquerschnitten. So sind die
Minima – oder
”
Dips“ – in den Abbildungen 4.14(b), 4.15 und 4.16(c),(d) klares Postulat
unseres Zugangs auf Basis des MSV, wenn auch ihre exakte Position wesentlich abha¨ngt von
den Details der 2S-Wellenfunktion in Hinblick auf der position ihrer Knoten.
Die Gro¨ße RV,LT (Q
2), vgl. Gl. (4.55), setzt in Beziehung die integrierten Wirkungs-
querschnitte fu¨r longitudinale und transversale Polarisation. Analog setzt in Beziehung die
integrierten Wirkungsquerschnitte von 1S- und 2S-Zustand die Gro¨ße Rπ
∣∣
ǫ(Q
2). Diese ist
definiert als das Verha¨ltnis der integrierten Wirkungsquerschnitte fu¨r Photo- und Leptopro-
duktion von 2π+2π− via ρ′, ρ′′ [≡ρ(1450), ρ(1700)] zu π+π− via ρ [≡ρ(770)]. Wir definieren
formal 4.28:
Rπ
∣∣
ǫ(Q
2) = σ
{ρ′,ρ′′}
f≡2π+2π−
/
σ
{ρ}
f≡π+π− (4.56)
mit σ
{V }
f
∣∣
ǫ(Q
2) = ǫ σ
{V }
f,L + σ
{V }
f,T (4.56
′)
4.28Seien Argumente und Indizes unterdru¨ckt, wenn diese folgen aus dem Zusammenhang.
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Abbildung 4.19: Als Funktion von Q2 das Verha¨ltnis Rπ, das definiert ist als integrier-
ter Wirkungsquerschnitt fu¨r 2π+2π−-Photoproduktion via ρ′, ρ′′ dividiert durch den Quer-
schnitt fu¨r π+π−-Produktion via ρ, vgl. die Gln. (4.56), (4.56′) und (4.57), (4.57′). Unser
Postulat bezieht sich auf die Rate ǫ≡ 1 longitudinaler Photonen. Die experimentellen Da-
tenpunkte stammen von Fermilab-E665 und H1, vgl. Ref. [74] bzw. [108].
Dabei ist, mit dσ/dM2=1/(2M) (dσ/dM):
σ
{V }
f,λ (Q
2) =
∫ ∞
sf
dM2
1
2M
dσ
{V }
f,λ
dM
∣∣∣
Q2
(4.57)
1
2M
dσ
{V }
f,λ
dM
∣∣∣
Q2
(M) (4.57′)
=
∫ 0
−∞
dt
1
16π s2
∣∣∣∣∑V={V ′} TV,λ(s, t) cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
√
BV→f
∣∣∣∣2
Zur Berechnung von Rπ auf Basis dieser Relatione ist die Summation u¨ber die Vektorme-
sonen {V ′} zu beziehen im Nenner auf ρ und im Za¨hler auf ρ′, ρ′′, das heißt gegenu¨ber
Gl. (4.54) eingeschra¨nkt auf entweder ρ oder ρ′, ρ′′. Es ist simultan zu setzen f ≡ π+π−
mit sf =(2mπ)
2 beziehungsweise f≡2π+2π− mit sf =(4mπ)2; bzgl. der cV,f vgl. Gl. (G.72)
und Tabl. G.2.
Numerisch finden wir eine Reduktion des Resultats fu¨r Rπ auf 47±18% gegenu¨ber der
zero width approximation, das heißt der Approximation auf Basis verschwindender Breiten
der Resonanzen; die Unsicherheit ru¨hrt dabei aus der Unsicherheit der Breiten der Reso-
nanzen, vgl. Tabl. 4.2. Die Gro¨ße Rπ ist experimentell zuga¨nglich. In Abbildung 4.19 geben
wir an unser Postulat in Konfrontation mit experimentellen Daten von Fermilab-E665 und
H1, vgl. Ref. [74] bzw. [108]. Wir finden zuna¨chst, bei einem Wert von Q2 von etwa 1 GeV2
eine leichte Fluktuation. Diese ru¨hrt her von dem Wechselspiel der Wirkungsquerschnitte
fu¨r longitudinale und transversale Polarisation. Diese wiederum sind dominiert durch die
unterschiedliche Struktur der 2S-Wellenfunktion in hinsicht auf die Position ihrer Knoten.
Zum einen ist unsere Kenntnis um deren exakte Position nur sehr begrenzt. Und insbe-
sondere erstreckt sich die transversale Ausdehnung der 2S-Wellenfunktion weit u¨ber ihren
Nulldurchgang, das heißt ist der Wirkungsquerschnitt fu¨r transversale Polarisation ist in
hohem Maße sensitiv auf die Struktur ihrer beider Knoten – der fu¨r Quarkspins S≡ 0 und
der fu¨r S ≡ 0 – im Wechselspiel. Zum anderen ist die Fluktuation nur leicht Wir halten
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daher durchaus fu¨r denkbar, daß sie vollsta¨ndig ausgewaschen sein ko¨nnte. Was wir dage-
gen betrachten als definitives Postulat ist das Verhalten von Rπ fu¨r gro¨ßere Werte von Q
2.
Der Anstieg von Rπ(Q
2) sollte die tatsa¨chliche Physik wiederspiegeln. Wir finden dies
besta¨tigt in Konfrontation mit den beiden experimentellen Datenpunkten von H1 fu¨r Q2∼=7
und 15 GeV2. Bleibt anzumerken, daß diese noch mit einer erheblichen Unsicherheit behaftet
sind und stammen aus einer Vorab-Vero¨ffentlichung von H1, vgl. Ref. [108].
Wir fassen dieses Kapitel zusammen wie folgt. Wir untersuchen die 1+(1−−)-/Rho-Resonan-
zen ρ, ρ′, ρ′′ [≡ρ(770), ρ(1450), ρ(1700)] fu¨r Photo- und Leptoproduktion. Das ρ-Meson wird
beschrieben als 1S-Zustand bezogen auf das Verhalten der Quark-Antiquark-Wellenfunktion
im nichtrelativistischen Limes. Die ρ′-, ρ′′-Mesonen werden aufgefaßt als Mischung zweier
Anteile: eines 2S-Zustands, der wesentlich bestimmt die Querschnitte fu¨r Photo- und Lep-
toproduktion, und ein diesbezu¨glich inerter Rest, der zusammenfaßt ein 2D-Zustand und
gluonische Anregungen: Hybride. Dieser Ansatz ist suggeriert durch die Analyse deren Zer-
fallskana¨le, insbesondere den Rho-Kanal-π+π−- und 2π+2π−-Massespektren fu¨r Elektron-
Positron-Annihilation und Photoproduktion elastisch am Proton. Der Mischungswinkel folgt
unmittelbar und bestimmt die beiden Anteile als in etwa gleich groß. Eine solche Hybrid-
Beimischung wird gefordert durch die Charakteristik des ρ′ und ist konsistent mit der des ρ′′.
Auf Basis dieses Ansatzes werden konstruiert Lichtkegelwellenfunktionen fu¨r die Vektorme-
sonen. Die Formulierung einer universellen Lichtkegelwellenfunktion fu¨r das Photon in Hin-
blick auf beliebig kleine bis verschwindende Virtualita¨t macht zuga¨nglich nichtperturbativ
dominierte Photo- und Leptoproduktion von ρ, ρ′, ρ′′ im Rahmen des Modells des Stocha-
stischen Vakuums (MSV). In diesem Zugang werden die Wirkungsquerschnitte wesentlich
determiniert durch einen MSV-spezifischen String-String-Mechanismus, der verantwortlich
ist fu¨r das stetige und starke Ansteigen des zugrundeliegenden Dipol-Proton-Querschnitts
mit der transversalen Ausdehnung des Dipols. Wesentliche Beitra¨ge ru¨hren her von dem Be-
reich 1−2 fm, fu¨r Photoproduktion bis 2.5−2.8 fm. Die Parameter des MSV sind allgemeiner
Natur und fixiert nich in Zusammenhang der untersuchten Reaktionen. In Anbetracht des-
sen gelangen wir zu guter bis sehr guter U¨bereinstimmung mit dem Experimente dort, wo
Daten verfu¨gbar sind, und zu definitiven Postulaten sonst. Wir ziehen ausfu¨hrlich Resume´e
unserer Arbeit im folgenden.

Resume´e
Die vorliegende Arbeit – Hochenergiestreuung im nichtperturbativen Vakuum der Quanten-
chromodynamik – ist zentral orientiert auf den Bereich nichtperturbativer Quantenchromo-
dynamik (QCD), fu¨r den im Gegensatz zur Diagrammatik perturbativer Quantenchromody-
namik kein etablierter Zugang existiert.
Etabliert ist lediglich, daß Zusammenhang besteht zwischen dem nichtperturbativen Be-
reich der Theorie und der Nichttrivialita¨t der Struktur ihres Vakuums. Das Modell des
Stochastischen Vakuums (MSV) von Dosch und Simonov knu¨pft an genau an diese Struk-
tur. Es liegt wesentlich zugrunde unserer Arbeit. Observable sind im Formalismus des
Funktionalintegrals gegeben durch eichinvariante Vakuumerwartungswerte von Funktiona-
len im Eichfeld A, die in diesem Sinne u¨ber sa¨mtliche Raumzeit-Konfigurationen von A(x) zu
mitteln sind – gewichtet mit dem Wirkungsfunktional mit Yang-Mills- und Eichfixierungs-
Lagrangedichte und der Fermion- und Geist-Determinante. Das MSV basiert wesentlich
auf der Annahme, die dominanten Konfigurationen von A(x) im nichtperturbativen Bereich
ko¨nnen approximiert werden durch einen stochastischen Prozeß – das Vakuum-Eichfeld fluk-
tuiert stochastisch. Formal ist die Annahme nicht zu beziehen auf das nicht-physikalische
Eichfeld A, sondern auf den paralleltransportierten Feldsta¨rkentensor F [A]. Die Annah-
me eines stochastischen Prozesses ist dann gleichbedeutend damit, daß fu¨r observable Va-
kuumerwartungswerte von Funktionalen im paralleltransportierten Feldsta¨rkentensor ei-
ne konvergente Entwicklung in Kumulanten existiert. Mit F (i)≡Fµiνi(xi;x0, Cx0xi) dem
Feldsta¨rkentensor, dessen Colour-Gehalt entlang der Kurven Cx0xi und C −1x0xi ≡Cxix0 paral-
leltransportiert ist an den Referenzpunkt x0, sei die Kumulante n-ter Ordnung bezeichnet
durch 〈〈gnF (1) · · ·F (n)〉〉; sie ist charakterisiert durch ihre Cluster-Eigenschaft wie folgt. Ihr
Wert ist maximal – gleich 〈〈gnF (1) · · ·F (n)〉〉|x1≡x2...≡xn , dem ”n-ten“ Parameter des sto-
chastischen Prozesses –, wenn sa¨mtliche n Raumzeit-Punkte xi identisch und die F
(i) auf
diesen Punkt
”
zusammengeclustert“ sind. Ihr Wert fa¨llt ab, wenn nur ein Weltpunkt xıˆ
diesen Cluster verla¨ßt, exponentiell mit dem Abstand, wenn dieser gro¨ßer ist als die Kor-
relationsla¨nge a, dem
”
0-ten“ Parmeter des Prozesses.4.29 Dieses Bild ist beeindruckend
intuitiv auf einer Raumzeit mit definiter Metrik, in der das Verschwinden des invarianten
(Vierer)Abstands zweier Weltpunkte gleichbedeutend ist mit ihrer ra¨umlichen und zeitlichen
Koinzidenz: Die Colour-elektrischen und -magnetischen Felder sind maximal korreliert, wenn
sie lokalisiert sind an demselben Weltpunkt, sie sind nicht mehr korreliert, wenn sie wesent-
lich weiter entfernt sind als ein gewisser Abstand a. Das MSV ist urspru¨nglich formuliert
in der Euklidischen Raumzeit, die folgt aus der physikalischen Minkowskischen Raumzeit
durch analytische Fortsetzung deren Zeitkomponente zu imagina¨ren Werten. Ohne den sto-
chastischen Prozeß in irgendeiner Weise spezifizieren zu mu¨ssen, postuliert das MSV bereits
lineares Confinement fu¨r ein statisches Quark-Antiquark-Paar. Unter Spezifizierung des
Prozesses als Gauß’sch kann explizit berechnet werden die Stringspannung des gluonischen
4.29Ein stochastischer Prozeß mit n unabha¨ngigen Kumulanten besitzt daher n+1 Parameter.
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Flußschlauches, der sich ausbildet zwischen dem Quark und Antiquark, – und dieser detail-
liert ausgemessen werden. Ein Quark-Antiquark-Paar ist dabei formal repra¨sentiert durch
den Vakuumerwartungswert eines Wegner-Wilson-Loops, der mithilfe des nichtabelschen
Stokes’schen Satzes Funktional ist des paralleltransportierten Feldsta¨rkentensors F [A].
Die T -Amplitude fu¨r die Streuung zweier Quark-Antiquark-Paare ist formal repra¨sen-
tiert durch den Vakuumerwartungswert zweier Wegner-Wilson-Loops. Wir betrachten da-
her Streuung auch in Hinblick darauf, den String-Mechanismus, den das MSV postuliert,
zu identifizieren als den dominierenden Mechanismus in der Bestimmung von Vakuumer-
wartungswerten zweier Wegner-Wilson-Loops. Wir betrachten Hochenergiestreuung, da die
T -Amplitude in Termen zweier Wegner-Wilson-Loops notwendig voraussetzt, daß sich die
sie repra¨sentierenden (Anti)Quarks fundamental nicht a¨ndern u¨ber die Dauer der Streu-
ung – in dem Sinne, daß Abstrahlung von Gluonen weitestgehend ausgeschlossen sei. Dies
ist gegeben fu¨r große Werte von s, dem Quadrat der invarianten Schwerpunktenergie der
Streuung. Große s wiederum implizieren, daß die streuenden Wegner-Wilson-Loops in ihrem
Schwerpunktsystem (nahezu) lichtartig sind, das heißt (nahezu) parallel verlaufen zu den
Achsen x± des Lichtkegels. Der Wegner Wilson-Loop eines statischen Quark-Antiquark-
Paares verla¨uft dagegen parallel zur Zeitachse x0 desselben Schwerpunktsystems. Insofern
untersucht Hochenergiestreuung einen essentiell anderen, essentiell anders repra¨sentierten
Bereich nichtperturbativer QCD. Identifizierung des MSV-spezifischen String-Mechanismus
wiese massiv hin auf dessen fundamentale Bedeutung.
Kapitel 1 gibt zuna¨chst an Observable als eichinvariante Eichfeld-Funktionalintegrale.
Dies geschieht unter expliziter Herleitung von Dµ(A), dem Haarschen Eichfeldmaß der QCD.
Dies ist die Gro¨ße, die das MSV approximiert durch die Annahme, ihm liege zugrunde im
nichtperturbativen Bereich ein stochastischer Prozeß. Im Anschluß werden eingefu¨hrt die
wesentlichen mathematischen Hilfsmittel, auf denen die Konstituierung des MSV basiert.
So werden eingefu¨hrt Konnektoren Φ, mit deren Hilfe explizit konstruiert werden paral-
leltransportierte Feldsta¨rken als die eigentlich relevanten Gro¨ßen. Es wird formuliert der
Nichtabelsche Stokes’sche Satz , durch den Wegner-Wilson-Loops, die a priori Funktionale
sind des Eichfeldes A, dargestellt werden als manifest eichinvariante Funktionale des par-
alleltransportierten Feldsta¨rkentensors F . Es wird ferner explizit formuliert der Begriff der
Entwicklung in Kumulanten. Auf Basis dieses Formalismus werden abschließend ausfu¨hrlich
diskutiert die Annahmen des MSV und dieses explizit konstituiert.
Kapitel 2 stellt her den Zusammenhang zu Hochenergiestreuung. Diesem Zusammen-
hang liegt zugrunde die T -Amplitude T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ fu¨r die Streuung der Wegner-Wilson-
LoopsWp,Wm; es ist b ihr (transversaler) Impaktvektor, Fourier-konjugiert zum invarianten
Impulsu¨bertrag. Wir zeichnen nach die Herleitung Nachtmanns einer s→∞-asymptotischen
Formel fu¨r T˜ℓℓ. Diese ist im wesentlichen gegeben als der Vakuumerwartungswert zweier –
als Konsequenz des Limes – exakt lichtartiger Wegner-Wilson-Loops; Energieabha¨ngigkeit
besteht nurmehr u¨ber den kinematischen Faktor s, der verschwindet in den Wirkungsquer-
schnitten. Wir argumentieren vor dem Hintergrund von Arbeiten von Verlinde, Verlinde,
daß die Formel Nachtmanns in ihrer Gu¨ltigkeit hin zu großen aber endlichen Werten von s
erweitert werden kann dadurch, daß die klassischen Parton-Trajektorien mit kleiner zeit-
artiger Komponente – die nahezu lichtartig sind – nicht ersetzt werden durch ihre exakt
lichtartigen s→∞-Limites. Diese Argumentation wird zusa¨tzlich untermauert durch die
Arbeiten Meggiolaros fu¨r Quark-Quark-Streuung, die basieren auf diesen U¨berlegungen.
Wa¨hrend die in diesem Sinne exakt lichtartige T -Amplitude a priori nicht analytisch
fortgesetzt werden kann in die ins Euklidische fortgesetzte Minkowski-Raumzeit, ist dies
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mo¨glich fu¨r die nahezu lichtartige T -Amplitude. Dies machte Hochenergiestreuung prin-
zipiell zuga¨nglich der Auswertung durch eine im Euklidischen formulierten Theorie. Dies
wa¨re in erster Linie die modellunabha¨ngige Formulierung von QCD als Gittereichtheorie; wir
erinnern ferner daran, daß die Annahmen des MSV eigentlich stringent sind nur in seiner Eu-
klidischen Formulierung: Maximal korreliert – mit verschwindendem invariantem Abstand –
sind im Minkowskischen alle lichtartig separierten Weltpunkte, die ra¨umlich und zeitlich im
allgemeinen nicht koinzidieren, sondern im Gegeenteil beliebig großen Abstand haben.
Nach Einfu¨hrung in die zugrundeliegende Kinematik rekapitulieren wir daher explizit
die Konstruktion Nachtmanns der s→∞-asymptotischen Formel fu¨r die T -Amplitude T˜ℓℓ
fu¨r Loop-Loop-Streuung, eingebunden in die Formel fu¨r die T -Amplitude Thh≡T (s,t)hh fu¨r
Hadron-Hadron-Streuung; dies geschieht in Hinblick auf die klassischen nahezu lichtarti-
gen Parton-Trajektorien, die konstituieren nahezu lichtartige Wegner-Wilson-Loops. Diese
Konstruktion wird durchgefu¨hrt auf Partonniveau: T˜ℓℓ, und angebunden u¨ber hadronische
Lichtkegelwellenfunktionen an Hadronniveau: Thh.
Die resultierende Formel fu¨r T˜ℓℓ wird dann ausgewertet auf Basis des MSV und mit dif-
ferentialgeometrischen Methoden von suggestiver Anschauung. Explizit werden die streuen-
den Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm aufgefaßt als zwei initial ruhende Loops unter aktiven
Lorentz-Boosts mit Geschwindigkeiten βp, βm→1 aufeinander zu. Die Beta-Parameter wer-
den dabei genau in der Weise gewa¨hlt – o.E.d.A. βm als Funktion von βp –, daß das System in
demselben initialen Schwerpunktsystem in Ruhe bleibt. Es ist daher das Quadrat der invari-
anten Schwerpunktenergie s Funktion von βp[und βm], und umgekehrt βp[und βm] Funktion
von s. Ferner sind in eindeutiger Weise gegeben durch βp=:tanhψp und βm=:tanhψm
die hyperbolischen Winkel ψp, ψm∈(0,∞) der Loops Wp, Wm gegen die Zeitachse x0 des
Systems I0, in dem ihr gemeinsamer Schwerpunkt ruht. Es ist ψ :=ψp+ψm der hyperboli-
sche Winkel zwischen den Wegner-Wilson-Loops im Minkowski-Diagrammmit orthogonalen
Achsen bezu¨glich I0.
Die Auswertung der T -Amplitude T˜ℓℓ auf Basis der nahezu lichtartigen Wegner-Wilson-
Loops Wp und Wm geschieht nun genau bezu¨glich Koordinatenlinien p und m, die definiert
sind durch deren Richtungen. Die entsprechenden Komponenten xp, xm na¨hern sich per con-
structionem im Limes s→∞ mehr und mehr an den Komponenten x+, x− bezu¨glich Licht-
kegelkoordinaten, ohne fu¨r endliche Werte von s – ergo βp, βm<1 und ψp, ψm<1 – exakt in
diese u¨berzugehen. Konsequenz ist, daß sich die Auswertung gegenu¨ber dem s→∞-asymp-
totischen Fall – den etwa diskutiert unsere Diplomarbeit – genau darin a¨ndert, daß die Licht-
kegel-Koordinatenlinien µ¯∈{+,−, 1, 2} u¨bergehen in die Koordinatenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2}.
Dabei ist zu beachten, daß die longitudinalen Komponenten gpp≡gmm und gpm≡gmp des
metrischen Tensors g˜≡(gµ˜ν˜) u¨ber ψp, ψm beziehungsweise βp, βm Funktionen sind von s.
Es gilt per constructionem gpp→g++ und gpm→g+− fu¨r die diagonale und außerdiagonale
Komponente im Limes s→∞. Terme, die im asymptotischen Fall identisch verschwin-
den, da sie multipliziert sind mit g++≡g−−≡0, sind fu¨r endliche Werte von s multipliziert
mit gpp≡gmm /≡0 treten also zusa¨tzlich auf.
Wir finden zuna¨chst, daß die relevanten Funktionen faktorisieren in Form gı
/
g+− ·X˜ı
mit ı, ∈{p,m}, wobei die Funktionen X˜ı vollsta¨ndig bestimmt sind durch die Geometrie
in der x1x2-Transversalebene, die nicht abha¨ngt von s, in die aber projiziert ist die longitu-
dinale Dynamik der Streuung in der Form, daß der effektive Impaktvektor b der Streuung
abha¨ngt von den z-Anteilen, die die (Anti)Quarks der Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm an
deren gesamten Lichtkegelimpuls tragen. Die s-Abha¨ngigkeit ist vollsta¨ndig absorbiert in
den longitudinalen Komponenten gı des metrischen Tensors. Dieses Resultat ist konsistent
damit, daß bereits auf Basis allgemeiner U¨berlegungen, unabha¨ngig von den Details der
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Wechselwirkung, Verlinde, Verlinde zeigen, daß Hochenergiestreuung in d Dimensionen fak-
torisiert in einen s-abha¨ngigen longitudinalen Anteil und in einen s-unabha¨ngigen Anteil, der
beschrieben wird durch eine effektive Quantenfeldtheorie in den (d−2) nicht-longitudinalen
Dimensionen.
Die mit gpm multiplizierte Funktion X˜pm ist dieselbe wie im asymptotischen Fall, dem-
gegenu¨ber fu¨r endliche Werte von s zusa¨tzlich auftreten die mit gpp, gmm multiplizierten
Funktionen X˜pp, X˜mm. Sie sind offensichtlich bestimmt durch die p- beziehungsweise m-Sei-
te der Streuung allein. Bereits aufgrund der manifesten Eichinvarianz der Loop-Loop-
Amplitude T˜ℓℓ folgt, daß diese Funktionen bestimmt sein mu¨ssen durch den respektiven
Vakuumerwartungswert des einzelnen Wegner-Wilson-Loops: 〈Wp〉A, 〈Wm〉A. Dies wird ex-
plizit verifiziert. Die Funktionen X˜ı sind gegeben als die Summe eines Anteils bezu¨glich
der konfinierenden Struktur tCµ˜ν˜ρ˜σ˜ und eines Anteils bezu¨glich der nicht-konfinierenden
Struktur tNCµ˜ν˜ρ˜σ˜ des fundamentalen Korrelations-Lorentztensors: X˜ı=κX˜
C
ı+(1−κ)X˜NCı
mit κ ∼= 0.74 dem gewichtenden Parameter. Wir gelangen zu expliziten Darstellungen fu¨r
die bekannten Funktionen X˜Cpm,X˜
NC
pm und die neu neu auftretenden Funktionen X˜
C
pp,X˜
NC
pp
und X˜Cmm,X˜
NC
mm – fu¨r allgemeine Korrelationsfunktionen wie auch fu¨r die Korrelationsfunk-
tionen des bekannten expliziten Ansatzes. Fu¨r die konfinierenden Funktionen identifizieren
wir in der Tat den postulierten String-Mechanismus. So ist die bekannte Funktion X˜Cpm be-
stimmt durch dieWechselwirkung der gluonischen Strings, die sich ausbilden in den Wegner-
Wilson-Loops Wp, Wm. Die Funktionen X˜
C
pp undX˜
C
mm sind respektive bestimmt durch den
gluonischen String von Wp und Wm. Wir zeigen, daß diese Funktionen zu interpretieren
sind als die dynamische Stringspannung der Wegner-Wilson-Loops.
Fu¨r die Loop-Loop-Amplitude T˜ℓℓ konstatieren wir noch unabha¨ngig von der expliziten
Gestalt der Funktionen X˜ı einen leichten Anstieg mit s – konsistent mit dem experimentell
beobachteten Anstieg hadronischer Wirkungsquerschnitte. Explizite Verifizierung erfordert
explizite Auswertung der angegebenen Loop-Loop-Amplitude fu¨r große aber endliche Wer-
te von s und die Angabe hadronischer Wellenfunktionen – die gleichfalls abha¨ngen sollten
von s. Beides ginge weit hinaus u¨ber den Rahmen der vorliegenden Arbeit.
Wir beschra¨nken uns darauf – abschließend Kapitel 2 – explizit durchzufu¨hren die ana-
lytische Fortsetzung der nahezu lichtartigen T -Amplitude in die ins Euklidische fortgesetz-
te Minkowski-Raumzeit. Dies geschieht dadurch, daß analog wie im Minkowskischen Ko-
ordinatenlinien µ˜E∈{p,m, 1, 2} konstruiert werden im Euklidischen, deren longitudinalen
Komponenten definiert sind durch die Richtungen der Wegner-Wilson-Loops in der Euklidi-
schen x4Ex
3
E-Ebene, die entspricht der Minkowskischen x
0x3-Boost-Ebene. Die Loops schlie-
ßen ein im Euklidischen den Winkel θ, im Minkowskischen den hyperbolischen Winkel ψ.
Resultat ist, daß die T -Amplituden (T˜ℓℓ)E≡(T˜ (s,b)ℓℓ )E und T˜ℓℓ≡ T˜ (s,b)ℓℓ fu¨r die Streuung der
Wegner-Wilson-Loops WEp, WEm in Euklidischer beziehungsweise Wp, Wm in Minkowski-
scher Raumzeit in einfacher Weise zusammenha¨ngen durch die analytische Fortsetzung der
(hyperbolischen) Winkel wie −i θ↔ψ. Zu derselben Fortsetzungsvorschrift gelangt Meg-
giolaro fu¨r Quar-Quark-Streuung.4.30 Wir schließen Kapitel 2 mit der expliziten Angabe
dieses Zusammenhangs in Form: (T˜ℓℓ)E[θ]= T˜ℓℓ[ψ→−iθ], umgekehrt: T˜ℓℓ[ψ]=(T˜ℓℓ)E[θ→ iψ],
und der ausfu¨hrlichen Diskussion der Relevanz dieses Resultats.
Kapitel 3 – wie Kapitel 4 – stehen chronologisch vor der Herleitung der nahezu lichtarti-
gen T -Amplitude T˜ℓℓ fu¨r Loop-Loop-Streuung in Kapitel 2. Beiden Kapiteln liegt zugrunde
noch die bekannte asymptotische Formel fu¨r T˜ℓℓ im Limes s→∞. Beide diskutieren explizite
Streureaktionen physikalischer Hadronen im betrachteten kinematischen Bereich, fu¨r Defi-
niertheit −t<1 GeV2 und √s=20 GeV der Fixierungspunkt der Parameter des MSV.
4.30Vgl. Fußn. 2.53 auf Seite 101: Meggiolaro definiert den Winkel θ mit umgekehrtem Vorzeichen.
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Unter U¨bergang der Koordinatenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2} → µ¯∈{+,−, 1, 2}, das heißt Sub-
stitution p→+, m→− bezu¨glich der Lorentz-Indizes kann Kapitel 2 gelesen werden als
Herleitung der s→∞-asymptotischen exakt lichtartigen T -Amplitude T˜ℓℓ. In diesem Sinne
gehen wir u¨ber durch gpp
/
g+−→0 und gpm
/
g+−→1 zu der s→∞-asymptotischen T -Amp-
litude fu¨r die Streuung exakt lichtartiger Wegner-Wilson-Loops Wp, Wm, die wir auffassen
als die T -Amplitude fu¨r die Streuung der entsprechenden Quark-Antiquark-Dipole und an
den Anfang stellen unserer Analysen in Kapitel 3 und 4.
Der U¨bergang zu Hadronen geschieht, wie dargestellt in Kapitel 2: Hadronen werden
aufgefaßt als Superposition von Quark-Antiquark-Dipolen, die verteilt sind gema¨ß quan-
tentheoretischer Quark-Antiquark-Wellenfunktionen, cum grano salis Lichtkegelwellenfunk-
tionen ψi(zi,ki) im Sinne der perturbativen Theorie auf dem Lichtkegel. Ihre relevanten
Raumzeit-Paramete zi und ki sind bestimmt durch die Forderung ihrer Kovarianz unter
Lorentz-Transformationen; dabei ist z der Anteil des Quarks am Lichtkegelimpuls des Di-
pols: p±i =ziP
±
i bei Propagation in die x
±-Richtung, und ki= 12
(
pi−p¯i
)
+
(
1
2−zi
)
Pi der
transversalen Lichtkegel
”
relativ“impuls. Die Konstruktion der involvierten Lichtkegelwel-
lenfunktionen wird explizit durchgefu¨hrt unmittelbar in Anschluß an die Diskussion der
MSV-spezifischen Dipol-Dipol-, also der Loop-Loop-Amplitude T˜ℓℓ.
Die Diskussion von T˜ℓℓ fu¨r s→∞ reduziert sich auf die Funktionen X˜Cpm,X˜NCpm , diese
wiederum sind vollsta¨ndig bestimmt durch die Geometrie der Streuung in der x1x2-Trans-
versalebene – also identisch fu¨r endliche Werte von s. Wesentliche Feststellung ist, daß in
die Transversalebene projiziert wird die longitudinale Dynamik der Streuung in der Form,
daß der relevante Impaktvektor b abha¨ngt von den Anteilen zi der respektiven Quarks der
Dipole an deren gesamten Lichtkegelimpuls. In diesem Zusammenhang verifizieren wir a po-
steriori Annahme (3) des MSV, daß
”
bei mo¨glichst symmetrischer Wahl“ die Amplitude nur
schwach abha¨ngt von der Position des Referenzpunkts x0 und, damit in Zusammenhang,
nur schwach von der Wahl der Mantelfla¨chen der verallgemeinerten Pyramiden, u¨ber die die
paralleltransportierten Feldsta¨rken in Kapitel 2 integriert werden.
Die Funktionen X˜Cpm und X˜
NC
pm zeigen wesentlich unterschiedliches Verhalten. So sind
in X˜Cpm sa¨mtliche Weltpunkte zwischen den (Anti)Quarks entlang der transversal projizier-
ten Pyramiden-Mantelfla¨chen miteinander korreliert, dagegen in X˜NCpm nur die (Anti)Quarks
selbst. Dies fu¨hrt zu der Interpretation, daß die C-Funktion dominiert ist durch die Wech-
selwirkung gluonischer Strings, in der NC-Funktionen dagegen keine Strings ausgebildet
werden. Diese Feststellung wird weiter herausgearbeitet und verifiziert fu¨r Hochenergiestreu-
ung die Begriffe
”
konfinierend“ und
”
nicht-konfinierend“ fu¨r die Funktionen der respektiven
Strukturen des Korrelations-Lorentztensors. Wichtiges Resultat in diesem Zusammenhang
ist, daß der totale Wirkungsquerschnitt σtotℓp (z, r
2) fu¨r die Streuung eines Dipols am Pro-
ton ansteigt mit der transversalen Ausdehnung r des Dipols aufgrund des String-String-
Mechanismus der C-Funktion, wohingegen er absa¨ttigt, wenn die C-Funktion ausgeschaltet
wird und u¨brig bleibt nur die NC-Funktion. Perturbative Modelle auf Basis konventionel-
ler Quark-Quark-Wechselwirkung fu¨hren zu Quark-additiven NC-Funktionen. Unterschiede
sollten sich daher signifikant manifestieren fu¨r Dipole mit großer transversaler Ausdehnung.
Die in dieser Weise verstandenen Amplituden fu¨r Dipol-Dipol- und Dipol-Proton-Streu-
ung liegen zugrunde der Analyse von Kapitel 3: exklusive (Photo- und) Leptoproduk-
tion γ(∗)p→V p der Grundzustand-Vektormesonen V ≡ρ(770), ω(782), φ(1020), J/ψ(3097)
mit respektivem Flavour-Gehalt (uu¯−dd¯)/√2, (uu¯−dd¯)/√2, ss¯, cc¯.4.31
Es werden Lichtkegelwellenfunktionen ψ(z,k) fu¨r die Verteilung von Quark-Antiquark-
Dipolen konstruiert im Sinne der perturbativen Theorie auf dem Lichtkegel. Fu¨r das Proton
4.31Fu¨r charm kann betrachtet werden Photoproduktion; s.u. die Lichtkegelwellenfunktion des Photons.
206 Resume´e
wird der einfache Ansatz gemacht, der Lichtkegelimpuls werde zu gleichen Teilen getragen
von Quark und Diquark: z2≡1/2, ihr transversaler Relativimpuls k2 sei Gauß’sch verteilt,
das heißt gema¨ß der 1S-Wellenfunktion des transversalen Harmonischen Oszillators.
Die Lichtkegelwellenfunktion des Photons folgt unmittelbar aus der perturbativen Theo-
rie. Parameter sind Virtualita¨t Q und Helizita¨t λ des Photons. Die T -Amplitude wesentlich
bestimmende Gro¨ße ist die transversale Ausdehnung r der Dipole, die bestimmt wird in
einem subtilen Wechselspiel der Parameter: Sie tritt auf in Form des Produkts εr als Argu-
ment der modifizierten Besselfunktionen zweiter Art K0 und K1; deren exponentieller Abfall
fu¨r großes Argument induziert den Zusammenhang r∼ε−1 mit ε≡√zz¯Q2+mf2 und mf
der laufenden renormierten Quarkmasse mit Flavour f . Fu¨r die leichten Quark-Flavour u, d
mit mu∼=md∼=0 ist r groß fu¨r kleine Virtualita¨ten Q und an den Endpunkten des z-Inter-
valls [0, 1]; die z-Endpunkte sind unterdru¨ckt durch einen expliziten Faktor zz¯ in der Wellen-
funktion fu¨r longitudinale Polarisation, nicht aber in der fu¨r transversale Polarisation. Fu¨r
longitudinale Polarisation tritt auf ein Term ∝K0(εr), fu¨r transversale die Terme ∝K1(εr)
und ∝mf K0(εr). Um zu große Dipole zu vermeiden – die physikalisch ausgeschlossen sind
durch die Manifestierung der chiralen Symmetriebrechung und dem Pha¨nomen von Confi-
nement – beschra¨nken wir uns fu¨r die Flavour up, down, strange auf Werte von Q2 gro¨ßer
als 1−2 GeV2; da mc∼=1.3 GeV kann fu¨r charm Photoproduktion betrachtet werden. Da
unser Zugang nicht einschließt die Streuung perturbativer Onia, das heißt
”
perturbativ klei-
ner“ Dipole, beschra¨nken wir uns konservativ auf Werte von Q2 nicht gro¨ßer als 10 GeV2.
Die Lichtkegelwellenfunktion der Vektormesonen wird konstruiert analog zu der des Pho-
tons. Es wird u¨bernommen der Anteil, der die Helizita¨ten der (Anti)Quarks beschreibt.
Ersetzt wird der Photon-spezifische Energienenner (k2+ε2)−1 durch die 1S-Wellenfunktion
des transversalen Harmonischen Oszillators exp 12ω
2r2 mit ω dem Oszillatorparameter, die z-
Abha¨nggikeit wird repra¨sentiert nach Stech, Wirbel, Bauer. Die zwei Parameter des Ansat-
zes werden fixiert durch die Forderung von Normierung und Reproduktion des experimentel-
len Zahlenwerts fu¨r die Kopplung an den elektromagnetischen Strom. Die eigentlich relevan-
te transversale Ausdehnung der Dipole wird hier in a¨hnlicher Weise bestimmt wie im Photon,
wobei die Besselfunktionen entsprechend ersetzt sind durch die Gauß’schen Funktionen.
Auf Basis dieser hadronischen Wellenfunktionen werden diskutiert t-differentielle Wir-
kungsquerschnitte dσ
/
dt als Funktion von t und ihr Integral σ im Bereich −t=0−0.6 GeV2,
beide Gro¨ßen im betrachteten Bereich von Q2 zwischen 1−2 und 10 GeV2 und fu¨r longitu-
dinale und transversale Polarisation λ≡L, T von Photon/Vektormeson.
Wir analysieren zuna¨chst – am Beispiel von ρ(770)-Produktion als Prototyp mit der
gro¨ßten transversalen Ausdehnung – die allgemeine Charakteristik unserer Postulate. Dies
involviert die Q2→0- und die Q2→∞-Asymptotik. Wir finden, daß der betrachtete Bereich
von Q2 intermedia¨r ist, das heißt weder bezeichnet werden kann als asymptotisch klein noch
als asymptotisch groß; dasselbe Resultat konstatieren wir fu¨r die experimentellen Wirkungs-
querschnitte. Wir diskutieren die Wirkungsquerschnitte hin auf die transversale Ausdeh-
nung r der Dipole, die sie wesentlich bestimmen. Fu¨r longitudinale Polarisation tragen we-
sentlich bei noch Dipole mit r bis 1.5 fm, fu¨r transversale Polarisation sogar bis u¨ber 2 fm.
In der expliziten Gegenu¨berstellung der von uns postulierten Wirkungsquerschnitte und
der experimentellen Daten finden wir fu¨r alle betrachteten Observablen gute bis sehr gu-
te U¨bereinstimmung – mit genau einer Ausnahme. Wir verzichten darauf, die Reihe der
Observablen an dieser Stelle noch einmal aufzuza¨hlen und verweisen auf die Abbildungen
und deren Diskussion im Haupttext. Wir gehen nur ein auf die eine Diskrepanz. Diese
bezieht sich auf den t-integrierten Wirkungsquerschnitt fu¨r φ(1020)-Produktion. Wir veri-
fizieren das von NMC beobachtete Skalierungsverhalten wie 1
/
Q4, postulieren aber absolut
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etwa das Doppelte des experimentellen Wirkungsquerschnitts. Wir merken an im Haupt-
text, daß wir mit demselben funktionalen Ansatz arbeiten fu¨r die Lichtkegelwellenfunktionen
sa¨mtlicher Vektormesonen; Modifizierung des φ-Ansatzes hin zu einer sta¨rker um z=1
/
2 ge-
peakten Funktion fu¨hrte zu einer Verringerung des postulieretn Wirkungsquerschnitts ohne
die 1
/
Q4-Skalierung zu vera¨ndern. Wir nehmen Abstand von einem solchen fine tuning.
Tatsa¨chlich postulieren wir in Kapitel 4 fu¨r Photoproduktion von φ(1020) einen Zahlenwert,
der innerhalb des experimentellen Fehlerbereichs liegt und sogar kleiner als der zentrale
Wert. Wir sehen dies als Argument dafu¨r, daß auch die Daten fu¨r Leptoproduktion mit
einem gro¨ßeren Fehler behaftet sein ko¨nnten als angegeben.
Wir betonen, daß die gute bis sehr gute U¨bereinstimmung unserer Postulate mit den ex-
perimentellen Daten zu sehen ist vor dem Hintergrund, daß das MSV vollsta¨ndig bestimmt
ist durch drei Parameter: die Korrelationsla¨nge a, das Gluonkondensat 〈g2FF 〉A und der
Proton-Radius bei der Referenzenergie von
√
s=20 GeV. Diese Parameter sind a priori
festgelegt innerhalb sehr eng beschra¨nkter Intervalle. Sie sind daru¨berhinaus fixiert durch
Forderungen, die allenfalls in mittelbarem Zusammenhang stehen mit den hier postulierten
Wirkungsquerschnitten: durch die Forderung von Konsistenz der MSV-Stringspannung eines
statischen Quark-Antiquark-Paares mit dem Wert numerischer Gittersimulationen und der
Forderung von Reproduktion des totalen Wirkungsquerschnitts und des slope-Parameters
in Proton-Proton-Streuung fu¨r die Referenzenergie von
√
s=20 GeV.
Kapitel 4 liegt zugrunde – wie Kapitel 3 – die s→∞-asymptotische Formel fu¨r die Loop-
Loop-Amplitude T˜ℓℓ. Wir untersuchen exklusive Photo- und Leptoproduktion γ
(∗)p→V p
der 1+(1−−)-/Rho-Vektormesonen V ≡ρ(770), ρ(1450), ρ(1700). Gegenu¨ber der Analyse
in Kapitel 4 ist zum einen der Bereich von Q2 erweitert zu kleineren bis verschwinden-
den Werten, zum anderen betrachtet ho¨here Rho-Anregungen. Beides impliziert gro¨ßere
transversale Ausdehnungen der involvierten Dipole. Der MSV-spezifische String-String-
Mechanismus – die Ausbildung und Wechselwirkung gluonischer Flußschla¨uche zwischen den
Quark-Konstituenten – wird noch weitgehender und effektiver untersucht. Konzeptionell er-
fordert diese Analyse zum einen die Kenntnis der Lichtkegelwellenfunktion des Photons auch
fu¨r kleinere bis verschwindende Q2, zum anderen die der ho¨heren Rho-Anregungen.
Dosch, Gousset, Pirner diskutieren, daß sehr weitgehende Analogie besteht zwischen dem
transversalen (zweidimensionalen) Harmonischen Oszillator und der Photon-Lichtkegelwel-
lenfunktion der perturbativen Theorie auf dem Lichtkegel. Fu¨r den Harmonischen Oszilla-
tor sind die Greenfunktionen analytisch bekannt. Wir fu¨hren den Gang der Argumentation
ausfu¨hrlich aus im Haupttext. Resultat ist, daß – u¨bertragen auf die Lichtkegelfunktion
des Photons – diese im stark wechselwirkenden Bereich in einfacher Weise approximiert
werden kann durch einen shift von Q2, der in definierter Weise abha¨ngt von Q2, – besser
als in Form der Superposition zahlreicher Residuen im Sinne des Vektormeson-Dominanz-
Modells. Mit ε≡√zz¯Q2+mf2 → √zz¯Q2+m2f,eff(Q2) wird dieser Q2-abha¨ngige shift ab-
sorbiert in einer effektiven Quarkmasse. Diese Funktion berechnen Dosch, Gousset, Pirner
fu¨r up/down und strange. Resultat ist, daß mf,eff(Q
2) oberhalb einer Schwelle Q2f,0 iden-
tisch ist der laufenden Quarkmasse mf und von Q
2
f,0 an – im wesentlichen – linear ansteigt
auf den Wert mf,0>mf einer Konstituentenmasse fu¨r Q
2≡0. Wir legen unserer Analyse
zugrunde diese universelle Lichtkegelwellenfunktion des Photons mit den expliziten Wer-
ten Q2u/d,0≡1.05 GeV2, mu/d,0≡0.220 GeV und mu/d≡0.4.32
In Bezug auf die Lichtkegelwellenfunktionen der Rho-Anregungen ρ(1450), ρ(1700) dis-
kutieren wir zuna¨chst deren Massespektren in Photoproduktion am Proton und e+e−-Anni-
4.32der Photoproduktion von φ(1020) die Werte Q2s,0≡1.6 GeV2, ms,0≡0.310 GeV und ms≡0.150 GeV
208 Resume´e
hilation. Im Bereich der invarianten Masse von 1.6 GeV wird beobachtet respektive eine
konstruktive und destruktive Interferenz; dies ist nicht zu erkla¨ren auf Basis nur einer Re-
sonanz. Die Analyse der Spektren und pha¨nomenologischen Zerfallskana¨le zeigt, daß zwei
Resonanzen stark koppeln an den elektromagnetischen Strom. Wir machen den Ansatz eines
(Quark-Antiquark-)2S-Zustands und eines
”
Rests“, dessen Kopplung an den elektromagne-
tischen Strom unterdru¨ckt ist – etwa der 2D- oder hybride Zusta¨nde wie Quark-Antiquark-
Gluon. Kopplung an den elektromagnetische Strom und Mischungswinkel folgen aus den
Spektren. In den betrachteten Produktionsprozessen tra¨gt per definitionem der
”
Rest“ nur
vernachla¨ssigbar bei. Es genu¨gt, eine Wellenfunktion anzugeben fu¨r den 2S-Zustand.
Dies geschieht vollsta¨ndig analog zum (Quark-Antiquark-)1S-Zustand des ρ(770). Da-
bei wird der Anregung Rechnung getragen durch einen
”
transversalen“ Knoten in Form der
2S-Wellenfunktion des transversalen Harmonischen Oszillators und einem
”
longitudinalen“
Knoten. Der Ansatz involviert zwei Parameter, die fixiert werden durch die Forderung von
Normierung und Orthogonalita¨t bezu¨glich der 1S-Wellenfunktionen. Die Oszillatorparame-
ter ω2S,L, ω2S,T werden zuna¨chst u¨bernommen von der 1S-Funktion, dann in der Weise
minimal gea¨ndert, daß folgen identische Kopplungen an den elektromagnetischen Strom fu¨r
longitudinale und transversale Polarisation.
Auf dieser Basis werden explizit berechnet t-differentielle Wirkungsquerschnitte dσ
/
dt als
Funktion von t und ihr Integral σ im Bereich −t=0−0.6 GeV2. Wir beziehen uns hier auf
Werte von Q2 von 0−20 GeV2 und diskutieren longitudinale und transversale Polarisation.
Zuna¨chst diskutieren wir wieder die allgemeine Charkteristik unserer Postulate. Im effek-
tiven U¨berlapp der Photon- und 2S-Lichtkegelwellenfunktion als Funktion der transversalen
Ausdehnung r der korrespondierenden Dipole identifizieren wir ein subtiles Wechselspiel
zwischen den Beitra¨gen rechts und links des Knotens, die eingehen mit entgegengesetztem
Vorzeichen. So dominieren fu¨r kleiner werdende Werte von Q2 die a¨ußeren positiven Bei-
tra¨ge u¨ber die inneren negativen. Die T -Amplitude in Photoproduktion –Q2≡0, große
Dipole – hat umgekehrtes Vorzeichen wie die T -Amplitude in e+e−-Annihilation – kleine
Dipole. Dies erkla¨rt die Umkehr des Interferenzmusters in den Massespektren. Wesent-
lich ist, daß das Wechselspiel rechts-versus-links-des-Knotens darauf basiert, daß der Dipol-
Proton-Wirkungsquerschnitt nicht absa¨ttigt, sondern ansteigt mit r, und dies wiederum
u¨ber die C-Funktion X˜Cpm unmittelbare Konsequenz ist des MSV-spezifischen String-String-
Mechanismus. Perturbative Modelle auf Basis Quark-additiver Wechselwirkung fu¨hren auf
eine absa¨ttigende NC-Funktion allein und erkla¨ren daher nicht die Rho-Massespektren.
Wir finden ferner, daß wesentlich beitragen zu den Wirkungsquerschnitten Dipole mit
transversaler Ausdehnung r bis 2 fm fu¨r longitudinale und bis 3 fm fu¨r transversale Pola-
risation. Dies ist sicherlich ein Bereich, in dem die Beschreibung durch perturbative QCD
versagt und die allgemein konstatierte gute bis sehr gute U¨bereinstimmung unserer Postu-
late mit den experimentellen Daten aufgefaßt werden kann als beeindruckende Verifizierung
des MSV und unseres Zugangs im allgemeinen. Diese U¨bereinstimmung ist ausfu¨hrlich do-
kumentiert in den Abbildungen und deren Diskussion im Haupttext, so daß wir sie hier nicht
noch einmal rekapitulieren. Wir schließen Resume´e und Arbeit.
Anhang A
Algebra
In diesem Anhang geben wir grundlegende Definitionen und Relationen an, die die Algebra
bezu¨glich Gro¨ßen mit Lorentz-, Dirac- beziehungsweise Eichgruppenindizes betrifft. Wir
legen keinen Wert auf Vollsta¨ndigkeit. Absicht aber ist, die im Haupttext benutzten Defi-
nitionen und Relationen festzuhalten.
A.1 Lorentz-Algebra
Wir geben zuna¨chst an unsere generellen Konventionen und Definitionen bezu¨glich kontra-
und kovarianter Komponenten von Tensoren, bezu¨glich metrischem Tensor, Epsilon-Pseudo-
tensor und Basen des Minkowski-Raumes. Wir halten dann fest unsere Konventionen in
Zusammenhang mit Lichtkegelkoordinaten.
A.1.1 Generelle Konventionen und Definitionen
Ein Lorentz-Vektor x sei definiert als Spaltenvektor seiner kontravarianten Komponenten:
x =
(
x0, x1, x2, x3
)t ≡ (xµ) µ ∈ {0, 1, 2, 3} (A.1)
Das Lorentz-invariante Vierer-Skalarprodukt zweier Vektoren x, y ist gegeben durch
x · y = gµν xµ yν = xµ yµ (A.2)
mit Definition kovarianter Komponenten durch
xµ := gµν x
ν (A.3)
Dabei ist g der metrische Tensor , der definiert ist durch seine kovarianten Komponenten:
g ≡ (gµν) = diag[+1,−1,−1,−1] (A.4)
Seine kontravarianten Komponenten gµν sind definiert durch xµ =: gµνxν , das heißt durch
die inverse Relation zu Gl. (A.3); daraus folgt:A.1
δµν = g
µσ gσν = g
µ
ν = gνσ g
σµ = gν
µ (A.5)
das heißt die Matrix der kontravarianten Komponenten
(
gµν
)
spielt die Rolle der Inver-
sen g−1 und ist identisch mit g aufgrund deren expliziten Gestalt, vgl. Gl. (A.4):
g−1 ≡ (gµν) = diag[+1,−1,−1,−1] = g (A.6)
A.1Sei die zweite und letzte Identita¨t verstanden als suggestive Notation.
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Der Epsilon-Pseudotensor ist allgemein definiert als das Signum der Permutation seiner
Indizes, – durch seine kontravarianten Komponenten, ǫ≡(ǫµνρσ) mit ǫ0123≡1, wie folgt:
ǫµ0···µ3 ≡
(
µ0 · · · µ3
0 · · · 3
)
ǫ0123 =⇒ ǫµ0···µ3 ≡
(
µ0 · · · µ3
0 · · · 3
)
ǫ0123 (A.7)
per definitionem: ǫ0123 ≡ +1 folglich: ǫ0123 ≡ −1 (A.7′)
Dabei ist(
a1 · · · as
b1 · · · bs
)
:= sign(σ⋆) σ⋆∈Ss mit σ⋆(ai) = bi, ∀i = 1, . . . s (A.8)
Standard-Notation fu¨r das Signum der Indexpermutation σ⋆ : ai→bi; vgl. etwa Ref. [116].
Wir notieren kurz Symmetrisierung und Antisymmetrisierung von Tensorindizes, indem
wir diese schreiben in geschweiften beziehungsweise eckigen Klammern:
T {µ1···µs} :=
1
s!
∑
σ∈Ss T
µσ(1)···µσ(s) (A.9)
T [µ1···µs] :=
1
s!
∑
σ∈Ss sign(σ) T
µσ(1)···µσ(s) (A.9′)
Von der (Anti-)Symmetrisierung ausgenommene Indizes seien notiert zwischen vertikalen
Strichen, etwa: T λ[µ|νρ|σ]=1/2! (T λµνρσ−T λσνρµ).
Eine Basis des Minkowski-Raumes ist gegeben durch vier linear unabha¨ngigge Lorentz-
Vektoren e(µ)≡
(
e(µ)
ν
)
, µ∈{0, 1, 2, 3}. Das Vierbein {e(µ)} ist orthonormierte Basis , falls:
e(µ) · e(ν) = gµν (A.10)
d.h. e(0) · e(0) = +1 e(1) · e(1) = e(2) · e(2) = e(3) · e(3) = −1
Seien weiter definiert Vektoren e(µ)≡(e(µ)ν) durch
e(µ) := gµν e(ν) (A.11)
Wegen 0 6=det (gµν)=det g−1=(det g)−1 bilden diese wieder eine Basis des Minkowski-Rau-
mes.A.2 Mit e(µ) · e(ν)=gρσ e(µ)ρ e(ν)σ=gρσ gµα e(α)ρ gνβ e(ν)σ=gµα gνβ e(α) · e(β) folgt
e(µ) · e(ν) = gµν (A.12)
unmittelbar aus Gl. (A.10), das heißt mit {e(µ)} ist {e(µ)} orthonormiert. Fu¨r einen belie-
bigen Lorentz-Vektor x existieren eindeutige Zerlegungen:
x = xµ e(µ) = xµ e
(µ) (A.13)
Die Komponenten xµ, xµ bezu¨glich {e(µ)}, {e(µ)} folgen umgekehrt als Projektionen:
xµ = x · e(µ) bzw. xµ = x · e(µ) (A.14)
Diese Gleichungen sind Tensorgleichungen, die gelten in einem beliebigen (inertialen) Ko-
ordinatensystem. In diesem Sinne werden konstruiert Vierbeine {e¯(µ¯)}, µ¯∈{+,−, 1, 2},
und {e˜(µ˜)}, µ˜∈{p,m, 1, 2} deren Vektoren verlaufen in Richtung der Lichtkegel-Koordinaten-
linien bzw. der Weltlinien zweier aktiv geboosteter Teilchen. Vgl. Anh. A.1.2 bzw. Anh. D.
Es sind realisiert karthesische Koordinaten durch explizite Definition der e(µ)≡(e(µ)ν) als
die Einheitsvektoren in Richtung der (kontravarianten) karthesischen Koordinatenachsen:
e(µ)
ν := gµ
ν = δνµ (A.15)
Mit e(µ)ν=gµρ e(ρ)
ν folgt daraus unmittelbar:
e(µ)ν = gµν (A.16)
Es sind xµ, xµ die konventionellen karthesischen kontra-/kovarianten Komponneten von x.
A.2Unsere Notation deute an, daß unter Lorentz-Transformatioenen die e(µ) wie kovariante, die e
(µ) wie
kontravariante Tensorkomponenten transformieren; vgl. Anh. D.
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A.1.2 Lichtkegelkoordinaten
Sei x≡(xµ), µ∈{0, 1, 2, 3}, ein beliebiger Lorentz-Vektor nach Gl. (A.1). Seine Darstellung
in Lichtkegelkoordinaten ist analog definiert durch seine kontravarianten Komponenten:A.3
x¯ =
(
x+, x−, x1, x2
)t ≡ (xµ¯) µ¯ ∈ {+,−, 1, 2} (A.17)
Seien diese definiert durch:
x± := α (x0±x3) xi¯ := xi i ∈ {1, 2} (A.18)
in Matrixnotation x¯=Lx, explizit:A.4
xµ¯ = Lµ¯ν x
ν mit L ≡ (Lµ¯ν) = α (1 1
1 −1
)
detL = −2α2 (A.18′)
und α∈IR+ einer noch offenen Normierung, die wir in praxi setzen: α≡1/√2 [in der Literatur
nicht einheitlich, ha¨ufig 1 oder 1/
√
2]. Invertiert gilt:
x0 =
1
2α
(
x++x−
)
x3 =
1
2α
(
x+−x−) xi = xi¯ i ∈ {1, 2} (A.19)
mit der kontragredienten Matrix:A.4
xµ = Lν¯
µ xν¯ mit
(
Lµ¯
ν
) ≡ (gµ¯ρ¯ Lρ¯σ gσν) = L−1 t = 1
2α
(
1 1
1 −1
)
(A.19′)
Der metrische Tensor ist dabei definiert durch g¯≡(gµ¯ν¯), das heißt durch die Matrix seiner
kovarianten Komponenten.A.5 Es wird gefordert Invarianz des Vierer-Skalarprodukts, das
heißt formal fu¨r x, y zwei beliebige Lorentz-Vektoren:
x · y = gµν xµ yν != x¯ · y¯ = gµ¯ν¯ xµ¯ yν¯ (A.20)
Fu¨r g¯≡(gµ¯ν¯) folgen die Komponenten:
g++ = g−− = 0 g+− = g−+ = 1/(2α2) = − [detL]−1 (A.21)
gi¯j¯ = gij = −δij i ∈ {1, 2} (A.21′)
Dann sind kovariante Lichtkegelkomponenten xµ¯=Lµ¯
ν xν gegeben durch:
xµ¯ = gµ¯ν¯ x
ν¯ (A.22)
Durch xµ¯=:gµ¯ν¯ xν¯ , das heißt durch die zu Gl. (A.22) inverse Relation sind definiert die
kontravarianten Komponenten des metrischen Tensors. Es folgt:
g++ = g−− = 0 g+− = g−+ = 2α2 = − detL (A.23)
gi¯j¯ = gij = −δij i ∈ {1, 2} (A.23′)
Ihre Matrix spielt die Rolle der Inversen zu g¯, und wir schreiben: g¯−1≡(gµ¯ν¯).
Der Epsilon-Pseudotensor: ǫ¯≡(ǫµ¯ν¯ρ¯σ¯) mit µ¯, ν¯, ρ¯, σ¯∈{+,−, 1, 2}, ist definiert durch seine
kontravarianten Komponenten, die folgen mithilfe der Leibnitz’schen Determinantenformel:
ǫµ¯ν¯ρ¯σ¯ = Lµ¯α L
ν¯
β L
ρ¯
γ L
σ¯
δ ǫ
αβγδ = det
(
L
µ¯
α
) · (µ¯ ν¯ ρ¯ σ¯
+ − 1 2
)
ǫ0123 (A.24)
mit det
(
L
µ¯
α
)
= detL = − 2α2 = − g+− (A.24′)
A.3Tensoren und Tensorkomponeten seien generell bezeichnet im Sinne T ≡(Tµ1···µs ) versus T¯ ≡(T µ¯1···µ¯s ).
A.4Seien hier und im folgenden ausgeschrieben nur die nichttrivialen longitudinalen Komponenten.
A.5Die folgenden Definitionen, Konventionen, Zusammenha¨nge stehen in vollsta¨ndiger Analogie zu A.1.1.
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entsprechend die kovarianten Komponenten:
ǫµ¯ν¯ρ¯σ¯ = Lµ¯
α
Lν¯
β
Lρ¯
γ
Lσ¯
δ ǫαβγδ = det
(
Lµ¯
α
) ·( µ¯ ν¯ ρ¯ σ¯
+ − 1 2
)
ǫ0123 (A.25)
mit det
(
Lµ¯
α
)
= [detL]−1 = − 1/(2α2) = − g+− (A.25′)
Unsere Konvention fu¨r ǫ≡(ǫµνρσ) ist ǫ0123≡+1⇒ ǫ0123=−1, das Klammersymbol steht fu¨r
das Signum der Indexpermutation (µ¯, ν¯, ρ¯, σ¯)→(+,−, 1, 2); vgl. Gl. (A.7′) bzw. (A.8).
Seien e(µ¯)≡
(
e(µ¯)
ν¯
)
, µ¯, ν¯∈{+,−, 1, 2}, vier linear unabha¨ngige Lorentz-Vektoren mit
e(µ¯) · e(ν¯) = gµ¯ν¯ (A.26)
Dann ist das Vierbein {e(µ¯)} orthonormale Basis des Minkowski-Raumes, vgl. Gl. (A.10);
seien die Vektoren e(µ¯) fu¨r µ¯∈{+,−, 1, 2} ferner gewa¨hlt als als die Einheitsvektoren in
Richtung der (kontravarianten) Lichtkegel-Koordinatenlinien {+,−, 1, 2}:
e(µ¯)
ν¯ := gµ¯
ν¯ = δν¯µ¯ (A.27)
Seien weiter definiert
”
kontravariante“ Vektoren e(µ¯)≡(e(µ¯)ν¯) durch:
e(µ¯) := gµ¯ν¯ e(ν¯) (A.28)
Mit e(µ¯) · e(ν¯)=gµ¯α¯ gν¯β¯ e(α¯) · e(β¯) folgt unmittelbar aus Gl. (A.26):
e(µ¯) · e(ν¯) = gµ¯ν¯ (A.29)
und mit e(µ¯)ν¯=gµ¯σ¯ e(σ¯)
ν¯ weiter aus Gl. (A.27):
e(µ¯)ν¯ = gµ¯ν¯ (A.30)
Dann besitzt ein beliebiger Lorentz-Vektor x eindeutige Zerlegungen:
x¯ = xµ¯ e(µ¯) = xµ¯ e
(µ¯) (A.31)
mit Komponenten:
xµ¯ = x¯ · e(µ¯) bzw. xµ¯ = x¯ · e(µ¯) (A.32)
Aufgrund der Definition der e(µ¯) als die Einheitsvektoren in Richtung der (kontravarianten)
Lichtkegel-Koordinatenachsen – Gl. (A.27) – sind xµ¯, xµ¯ genau die konventionellen kontra-
beziehungsweise kovarianten Lichtkegelkomponenten der Gln. (A.18), (A.18′) und (A.22).
A.2 Dirac-Algebra A.6
Definierende Relation der Dirac- oder Clifford-Algebra ist:
{γµ, γν} ≡ γµ γν + γν γµ = 2 gµν 1l (A.33)
mit µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3}. Es ist 1l die Eins des Dirac-Raums von 4×4-Matrizen und γµ vier
Matrizen mit γ0 hermitesch und unita¨r, γi antihermitesch und antiunita¨r:
γ0 = γ0† = (γ0)−1 (A.34)
−γi = γi† = (γi)−1 (A.34′)
A.6Bzgl. der Dirac-Algebra orientieren wir uns in Notation und Konvention an den Refn. [114, 147].
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Weiter ist definiert γ5=γ
5=iγ0γ1γ2γ3=−i/4! ǫµνρσγµγνγργσ mit γ25 =1l und {γ5, γµ}=0.
Die γµ sind spurlos; allgemein folgt fu¨r Produkte von Gamma-Matrizen mit s ungerade:
tr γµ1 · · · γµs = 0 ∀ s ungerade (A.35)
Fu¨r s gerade folgt:
tr 1l = 4 (A.36)
tr γµ1γµ2 = 4 gµ1µ2 (A.36′)
tr γµ1γµ2γµ3γµ4 = 4
(
gµ1µ2 gµ3µ4 − gµ1µ3 gµ2µ4 + gµ1µ4 gµ2µ3) (A.36′′)
Hermitesche Konjugation wird vermittelt durch
γ0 γµ γ0 = γµ† (A.37)
Ladungskonjugation durch
C−1 γµC = −γµt − C = Ct = C† = C−1 (A.38)
das heißt C ist antisymmetrisch, antihermitesch und unita¨r. Wir bezeichnen
σ0 = 1l =
(
1 0
0 1
)
(A.39)
und definieren die Pauli-Matrizen durch
σ1 =
(
0 1
1 0
)
σ2 =
(
0 −i
i 0
)
σ3 =
(
1 0
0 −1
)
(A.40)
Die Dirac-Darstellung ist damit definiert durch
γ0Dirac = σ
3⊗ 1l =
(
1l 0
0 −1l
)
(A.41)
γiDirac = iσ
2⊗σi =
(
0 σi
−σi 0
)
(A.41′)
und γ5=σ
1 ⊗ 1l. Die Gamma-Matrizen einer beliebigen anderen Darstellung folgen aus
γµ = U γµDirac U
† (A.42)
Die Dirac-Spinoren u, v sind Funktionen des On mass-shell -Impulses p, fu¨r den also gilt:
p0+=
√
~p 2+m2, und lo¨sen die freie Dirac-Gleichung:
(γµpµ −m) us(p) = 0 bzw. (iγµ
⇀
∂ µ −m) us(p) e−i px = 0 (A.43)
(γµpµ +m) vs(p) = 0 bzw. (iγ
µ
⇀
∂ µ +m) vs(p) e
i px = 0 (A.43′)
Dirac-Konjugation impliziert Multiplikation mit γ0; konjugierte Dirac-Spinoren sind defi-
niert durch:
u = u† γ0 (A.44)
v = v† γ0 (A.44′)
Sie lo¨sen die hermitesch konjugierte Dirac-Gleichung:
us(p) (γ
µpµ −m) = 0 bzw. us(p) ei px (iγµ
↼
∂ µ +m) = 0 (A.45)
vs(p) (γ
µpµ +m) = 0 bzw. vs(p) e
−i px (iγµ
↼
∂ µ +m) = 0 (A.45
′)
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Fu¨r die Projektoren Λ(±) auf Zusta¨nde positiver beziehungsweise negativer Energie folgt:
Λ(+) ≡
∑
s=±1/2 us(p)us(p) = i γ
µpµ +m (A.46)
Λ(−) ≡ −
∑
s=±1/2 vs(p) vs(p) = −i γµpµ +m (A.46′)
Die Dirac-Spinoren u, v erfu¨llen die Orthogonalita¨tsrelationen
us(p)us′(p) = −vs(p) vs′(p) = 2mδss′ (A.47)
vs(p)us′(p) = us(p) vs′(p) = 0 (A.47
′)
und die Relationen
us(p) γ
µ us′(p) = 2p
µ δss′ (A.48)
vs(p) γ
µ vs′(p) = 2p
µ δss′ (A.48
′)
bei Einschub einer Gamma-Matrix.
A.3 su(Nc)-Eichalgebra
A.7
Eichtransformationen werden vermittelt durch speziell-unita¨re Nc×Nc-Matrizen. Diese sind
aufzufassen als Elemente der zugrundeliegenden Liegruppe SU(Nc); deren Dimension ist:
dSU(Nc) = N
2
c − 1 (A.49)
das heißt eine Eichtransformation ist determiniert durch dSU(Nc) reelle Parameter. Sei
{T a} a = 1, 2, . . . dSU(Nc) (A.50)
eine Basis der assoziierten Liealgebra su(Nc), das heißt per definitionem gilt:
[T a, T b] = i fabc T
c (A.51)
mit fabc den Strukturkonstanten der su(Nc), die o.E.d.A. gewa¨hlt seien als vollsta¨ndig anti-
symmetrisch und reell. Die T a sind spurlose hermitesche Operatoren:
trT a = 0 (A.52)
T a† = T a ∀a = 1, 2, . . . dSU(Nc) (A.52′)
und beziehen sich allgemein auf eine Darstellung R der SU(Nc); sie werden bezeichnet als
deren Erzeugende oder Generatoren. Ein Index R zur Notation einer allgemein gedachten
Darstellung R sei unterdru¨ckt, wenn klar aus dem Zusammenhang.
Bezu¨glich des Begriffs der Darstellung sei verwiesen auf Ref. [147]. Wir fassen zusammen:
Eine Darstellung R der Dimension dR ist eine lineare Abbildung der Eins-Zusammenhang-
komponente der Gruppe: E
∣∣SU(Nc), in einen dR×dR-dimensionalen linearen Raum, unter
der die Gruppenrelation erhalten ist:
R(U) ·R(V ) = R(U · V ) ∀ U, V ∈ E∣∣SU(Nc) (A.53)
Aufgrund der Liestruktur der SU(Nc) genu¨gt es, Elemente der Gruppe zu betrachten, die
sich nur infinitesimal von der Eins unterscheiden, das heißt Elemente
U = 1l + i δϕa T
a (A.54)
mit dSU(Nc) reellen infinitesimalen Parametern δϕa und spurlosen hermiteschenNc×Nc-Matri-
zen T a, die der Kommutatorrelation Gl. (A.51) genu¨gen. Es zeigt sich, daß eine Darstellung
A.7Allgemeine nichtabelsche Eichgruppen Gwie SU(Nc), SO(Nc), Sp(Nc), G2, E6, F4, E7 werden diskutiert
in Ref. [44]. Zur Einfu¨hrung in die Gruppen- und Darstellungstheorie der SU(Nc) bzgl. allgemeinen Nc sei
verwiesen auf Ref. [167], vgl.. auch die Refn. [163, 166], – bzgl. Nc≡2, 3 auf die Refn. [83, 147].
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aufgrund von Gl. (A.53) diese Kommutatorrelation erha¨lt und sie vollsta¨ndig definiert ist
durch die Abbildungsvorschrift in infinitesimaler Form:
R : 1l + i δϕa T
a −→ 1lR + i δϕa T aR (A.55)
mit T aR den Generatoren der Darstellung R. Diese Vorschrift von R – aus der Liegruppe in
die Liealgebra – gilt fu¨r ein beliebiges Gruppenelement U=1l+iδϕaT
a nach Gl. (A.54), das
heißt fu¨r beliebige Konstanten δϕa, so daß fu¨r jedes feste a=1, 2, . . . dSU(Nc) die Matrix T
a
auf den Operator T aR abgebildet wird.
Sei im folgenden eine Darstellung R aufgefaßt als Matrixdarstellung, das heißt die sie
erzeugenden Operatoren T aR als dR×dR-Matrizen, die den Gln. (A.52), (A.52′) genu¨gen, in
Komponenten:
T aαα = 0 (A.56)
(T a†)αβ = T aβα∗ = T aαβ a = 1, 2, . . . dSU(Nc) α, β = 1, 2, . . . dR (A.56′)
Aus dieser Gestalt folgt unmittelbar die Abha¨ngigkeit der Darstellung R von d2R−1 reellen
Parametern.
Zwei Darstellungen sind physikalisch von besonderer Relevanz: Die T a auf der linken
Seite von Gl. (A.55) ko¨nnen formal identifiziert werden mit den Generatoren T aF einer Dar-
stellung F mit Dimension dF =Nc. Diese Darstellung ist insofern ausgezeichnet und wird
bezeichnet als definierende oder fundamentale Darstellung. Die Anzahl ihrer Parameter ist
mit d2R−1 =N2c −1 identisch der Anzahl dSU(Nc) der Parameter der Gruppe SU(Nc), also
minimal – also BildF der gesamte Darstellungsraum, nicht nur ein Unterraum. Die zweite
physikalisch besonders relevante Darstellung ist die adjungierte Darstellung A, die bestimmt
ist dadurch, daß ihre Generatoren entsprechend
(T aA)bc = −i fabc (A.57)
definiert sind in Zusammenhang mit den Strukturkonstanten fabc der Algebra. Dies definiert
in der Tat eine Darstellung: Die Matrizen T aA erfllen die Forderung von Spurfreiheit und
Hermitezita¨t, das heißt die Gln. (A.52), (A.52′), in Komponenten die Gln. (A.56), (A.56′) –
aufgrund der Wahl der fabc als voll antisymmetrisch und reell, vgl. die Bem. zu Gl. (A.51)
und unten Gl. (A.60). Und sie erfu¨llen die Kommutatorrelation Gl. (A.51) – aufgrund der
allgemeinen Jacobi-Identita¨t, s.u. die Gln. (A.90), (A.90′). Die T aA sind dSU(Nc)×dSU(Nc)-Ma-
trizen, so daß die adjungierte Darstellung die Dimension dA≡dSU(Nc)=N2c −1 besitzt.
Der fundamentalen Darstellung und adjungierten Darstellung geho¨ren die Materie-Spi-
norfelder ψ beziehungsweise die Eich-Vektorfelder A an:
ψn ∈ F n = 1, 2, . . . dF mit dF = Nc (A.58)
Aa ∈ A a = 1, 2, . . . dA ∼ dA ≡ dSU(Nc) = N2c − 1 (A.58′)
das heißt physikalisch die Quarks beziehungsweise Gluonen.
Wir kommen zuru¨ck auf die Kommutatorrelation Gl. (A.51):
[T a, T b] = i fabc T
c (A.59)
Sie gilt zuna¨chst fu¨r die Matrizen T a∈SU(Nc) auf der linken Seite von Gl. (A.55), die iden-
tifiziert werden mit den Generatoren T aF der fundamentalen Darstellung F; sie u¨bertra¨gt sich
aber unmittelbar auf die rechte Seite, also vonF auf eine beliebige DarstellungR der SU(Nc).
Gl. (A.59) wird daher bezeichnet als definierende oder fundamentale Kommutatorrelation.
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Wie wir leicht nachrechnen, folgt aus Gl. (A.59) – in dem Sinne, daß ihre Gestalt diese Wahl
bereits impliziert:
fabc voll antisymmetrisch, reell (A.60)
und hieraus
faab = 0 (A.61)
bei Kontraktion zweier Indizes.
Entsprechend Gl. (A.59) kann fu¨r die Matrizen auf der linken Seite von Gl. (A.55), das
heißt fu¨r die fundamentale Darstellung die Antikommutatorrelation
{T aF , T bF} = mF δab 1lF + dabc T cF (A.59′)
angegeben werden – Konsequenz daraus, daß BildF der gesamte Darstellungsraum ist.
Wir sehen leicht, daß sich Gl. (A.59′) unter einer Abbildung entsprechend Gl. (A.55) nicht
u¨bertra¨gt auf eine andere Darstellung: Fu¨r jede Darstellung R ungleich der fundamentalen
Darstellung F gilt: d2R−1 > dSU(Nc), ∀R 6=F; das heißt ist die Anzahl ihrer Parameter d2R−1
gro¨ßer als die Anzahl dSU(Nc)=N
2
c −1 der Parameter der Gruppe, das heißt als die Anzahl
Generatoren. Die Wahl von dSU(Nc) < d
2
R− 1 Generatoren im Darstellungsraum von R
wa¨hlt also willku¨rlich nur einen Unterraum aus. Die Eigenschaft einer Darstellung R, die
Gruppenrelation zu erhalten, vgl. Gl. (A.53), garantiert, daß der Antikommutator zweier
Elemente des Darstellungsraumes wieder ein Element des Darstellungsraumes ist, aber im
allgemeinen nicht , daß der Antikommutator zweier Elemente eines willku¨rlich gewa¨hlten
Unterraums wieder Element dieses Unterraums ist.
Aus Gl. (A.59′) folgt – da im Sinne von Gl. (A.60) o.E.d.A. bereits implizit gewa¨hlt:
dabc voll symmetrisch, reell (A.60
′)
Gl. (A.61), die folgt aufgrund der vollsta¨ndigen Antisymmetrie der Strukturkonstanten fabc,
gilt aufgrund der Spurfreiheit der Generatoren, vgl. die Gln. (A.52), (A.56), analog auch fu¨r
die Konstanten dabc:
daab = 0 (A.61
′)
vgl. dazu Bem. 2 zu Gl. (A.71′) auf Seite 217. Die Relation
daeg fbeg = 0 (A.62)
schließlich ist Konsequenz der Gln. (A.60), (A.60′).
Zur Normierung der Generatoren T a einer Darstellung R, vgl. Gl. (A.50), betrachten wir
die Spur des Produkts zweier Generatoren; mithilfe der Gln. (A.52′), (A.56′) finden wir
tr T a T b = T aαβ T
b
βα = T
a
αβ T
b
αβ
∗ (A.63)
als eine bezu¨glich des Indexpaares (a, b) hermitesche Matrix. Diese kann folglich auf Diago-
nalgestalt mit reellen Eintra¨gen gebracht werden; bei Absorption entsprechender Faktoren
in die T a ist diese Matrix proportional zur Einheitsmatrix. Fu¨r die T a kann daher die
Normierung
tr T a T b = nR δ
ab nR reell (A.64)
gefordert werden. Die u¨bliche Konvention
nF = 1/2 (A.65)
nA = Nc (A.66)
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liegt auch unserer Arbeit zugrunde. Durch Spurbildung folgt aus Gl. (A.59′)
2nF = mF dF (A.67)
als Relation zur Bestimmung von mF in Abha¨ngigkeit von nF.
Der quadratische Casimir-Operator einer Darstellung R ist definiert als die Summe der
quadrierten Generatoren; er vertauscht daher mit einem beliebigen Operator, das heißt ist
proportional zur Eins und bestimmt durch die Proportionalita¨tskonstante c2(R):
T a T a = c2(R) 1lR (A.68)
Die Spur dieser Relation mithilfe von Gl. (A.64) lautet:
c2(R) dR = nR dSU(Nc) (A.69)
so daß mithilfe Gl. (A.67) folgt
2 c2(F) = mF dSU(Nc) (A.70)
als Relation zur Bestimmung vonmF in Abha¨ngigkeit von c2(F). Die Konstanten nR – daher
oft bezeichnet mit c(R) – und c2(R) sind die einzigen Invarianten der Darstellung R.
Wir skizzieren die Herleitung wichtiger Relationen. Die Spuren der mit einem Generator
multiplizierten (Anti)Kommutatorrelationen, vgl. die Gln. (A.59), (A.59′), lauten:
fabc =
1
inR
tr [T a, T b]T c (A.71)
dabc =
1
nF
tr {T aF , T bF}T cF (A.71′)
dabei gilt Gl. (A.71) in einer beliebigen, Gl. (A.71′) nur in der fundamentalen Darstellung.
Zu diesen Gleichungen zwei Bemerkungen. Bem. 1: Fu¨r die adjungierte Darstellung A
mit der expliziten Gestalt (T aA)bc = −ifabc fu¨r ihre Generatoren, vgl. Gl. (A.57), – und mit
c2(A)=nA/dA ·dSU(Nc)=nA, vgl. Gl. (A.69), – schreibt sich Gl. (A.71):
faeg fbgh fche =
1
2
c2(A) fabc =
1
2
nA fabc (A.72)
Bem. 2: Kontraktion zweier Indizes der Gl. (A.71′) ergibt daab = 0, das heißt Gl. (A.61′).
Dabei gehen ein: Gl. (A.68), Spurfreiheit der Generatoren, vgl. die Gln. (A.52), (A.56), und
Invarianz der Spurbildung unter zyklischer Vertauschung der Faktoren des Arguments.
Zuru¨ck zu den Gln. (A.71), (A.71′). Diese aufgelo¨st nach den Spuren und addiert fu¨r die
fundamentale Darstellung F folgt:
trT aFT
b
FT
c
F =
1
2
nF (dabc + i fabc) (A.73)
Diese Relation folgt alternativ aus
T aT b =
1
2
[ {T a, T b}+ [T a, T b] ] (A.74)
=
F
1
2
[
mF δ
ab 1lF + (dabc + i fabc)T
c
]
(A.74′)
durch Multiplikation mit einem Generator und anschließende Spurbildung.
Gl. (A.68) gilt fu¨r eine beliebige Darstellung R. Fu¨r die adjungierte Darstellung A mit
der expliziten Gestalt (T aA)bc = −ifabc ihrer Generatoren, vgl. Gl. (A.57), schreibt sie sich:
faeg fbeg = c2(A) δab = nA δab (A.75)
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mit der letzten Identita¨t wegen c2(A) = nA/dA · dSU(Nc) = nA, vgl. Gl. (A.69). Analog
muß daeg dbeg proportional zu δab sein; wir definieren durch
daeg dbeg = α1 δab bzgl. α1 s.u. Gl. (A.80) (A.75
′)
die Konstante α1, die wir im folgenden berechnen, s.u. Gl. (A.80).
Wir kontrahieren mit fabc die Kommutatorrelation nach Gl. (A.59) und finden mithilfe
Gl. (A.75) fu¨r eine beliebige Darstellung R:
fabc T
bT c =
i
2
c2(A)T
a =
i
2
nA T
a (A.76)
Fu¨r die adjungierte Darstellung A, durch Einsetzen von (T aA)bc = −ifabc, vgl. Gl. (A.57),
folgt wieder Gl. (A.72) aus Bem. 1, Seite 217.
Analog kontrahieren wir mit dabc die Antikommutatorrelation nach Gl. (A.59
′) und finden
fu¨r die fundamentale Darstellung F:
dabc T
b
FT
c
F =
1
2
α1 T
a
F (A.76
′)
mit α1 der Konstanten aus Gl. (A.75
′).
Wir bestimmen diese. Einerseits ergibt Multiplikation von Gl. (A.74′) mit T bF:
T aFT
b
FT
b
F =
1
2
[
mF T
a
F + (dabc − i fabc)T bFT cF
]
(A.77)
und mithilfe von mF=2c2(F)/dSU(Nc), vgl. Gl. (A.70), und den Gln. (A.76), (A.76
′):
T aFT
b
FT
b
F =
1
2
[ 2
dSU(Nc)
c2(F) +
1
2
(α1 + c2(A))
]
T aF (A.78)
Andererseits gilt mithilfe Gl. (A.68) fu¨r eine beliebige Darstellung R:
T aT bT b = c2(R)T
a (A.79)
Gleichsetzen der Gln. (A.78), (A.79) fu¨r die fundamentale Darstellung F ergibt:
α1 = 4
[
1− 1
dSU(Nc)
]
c2(F)− c2(A) (A.80)
= 4nF
1
dF
(dSU(Nc)−1)− nA = 2nF ·
1
Nc
(N2c −4)
Seien die vollsta¨ndigen Kontraktionen der Konstanten fabc und dabc bezeichnet mit f
2 be-
ziehungsweise d2:
f2 ≡ fabc fabc (A.81)
d2 ≡ dabc dabc (A.81′)
Fu¨r diese gilt aufgrund Gl. (A.75) beziehungsweise aufgrund Gl. (A.75′) mit (A.80):
f2 = c2(A) dSU(Nc) (A.82)
= nA dSU(Nc) = 2nF ·Nc(N2c −1)
d2 = 4 [dSU(Nc)−1] c2(F)− c2(A) dSU(Nc) (A.82′)
= 4nF
1
dF
(dSU(Nc)−1) dSU(Nc) − nA dSU(Nc) = 2nF ·
1
Nc
(N2c −4)(N2c −1)
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Das heißt in der Summe
d2 + f2 = 4 [dSU(Nc)−1] c2(F) (A.83)
= 4nF
1
dF
(dSU(Nc)−1) dSU(Nc) = 4nF ·
1
Nc
(N2c −2)(N2c −1)
wird gerade der Term mit c2(A) beziehungsweise nA geku¨rzt.
Die zweiten Zeilen in Gl. (A.80), in den Gln. (A.82), (A.82′) und in Gl. (A.83) gehen
entsprechend der Relation c2(R) = nRdSU(Nc)/dR, vgl. Gl. (A.69), von den quadratischen
Casimir-Faktoren u¨ber zu den Normierungen. Die letzten Identita¨ten benutzen nA=2nFdF
mit dF=Nc. Wir zeigen unten, daß nA von nF u¨ber diese Relation abha¨ngt, vgl. Gl. (A.89);
im Moment verstehen wir sie als Konsequenz der Konvention nF = 1/2, nA = Nc, vgl. die
Gln. (A.65), (A.66).
Da die Generatoren der adjungierten Darstellung wie (T aA)bc = −ifabc, vgl. Gl. (A.57),
u¨ber die darstellungsunabha¨ngigen Strukturkonstanten der su(Nc) definiert sind, erwarten
wir, daß die Normierung nR einer beliebigen DarstellungR, vgl. Gl. (A.64), nicht unabha¨ngig
von der Normierung der adjungierten Darstellung nA ist. So folgt aus der Wahl der Normie-
rung einer Darstellung – o.E.d.A. aus der Wahl nF=1/2, vgl. Gl. (A.65), fu¨r die fundamentale
Darstellung F – die Normierung einer beliebigen anderen Darstellung.
Wir geben mit
T aαβ T
a
γδ = β
R
1 ·
(
δαδ δβγ + β
R
2 · δαβ δγδ + βR3 · δαγ δβδ
)
(A.84)
α, β, γ, δ = 1, 2, . . . dR ∀R \A
eine explizite Formel an, die als Zerlegung in elementare, hier also: Kronecker -Tensorkom-
ponenten mit entsprechenden Konstanten βRi fu¨r eine beliebige DarstellungR\A gilt. Diese
Konstanten sind reell aufgrund der Hermitezita¨t der Generatoren; aufgrund ihrer Spurfrei-
heit und Normierung gema¨ß Gl. (A.64) gilt:
βR1 = nR β
R
2 =
dR(dR−1)− dSU(Nc)
dR(dR−1) β
R
3 = −
(d2R−1)− dSU(Nc)
dR−1 (A.85)
insbesondere fu¨r die fundamentale Darstellung F:
βF1 = nF β
F
2 = −
1
Nc
βF3 = 0 (A.86)
Kontrahiert der Zusammenhang der Strukturkonstanten fabc und der Spur dreier Genera-
toren T a, vgl. Gl. (A.71), und gleichgesetzt mit der Kontraktion f2 nach Gl. (A.82) folgt
fu¨r eine beliebige Darstellung R die Identita¨t
nA dSU(Nc) = −
1
n2R
· tr [T a, T b]T c · tr [T a, T b]T c (A.87)
Auf der rechten Seite dieser Identita¨t eingesetzt Gl. (A.84), folgt eine Relation zwischen der
Normierung nR einer beliebigen Darstellung R\A und nA. Resultat ist:
nA dSU(Nc) = 2nR dR (d
2
R−1) · fR(dR, dSU(Nc)) (A.88)
mit fR(dR, dSU(Nc)) = 1 + β
R
3 ·
[
3(dR+1)
−1 (1−βR3 )− (βR3 )2
]
(A.88′)
und βR3 wie in Gl. (A.85). Fu¨r die fundamentale Darstellung F ist fF≡1 wegen βF3 ≡0, und
es folgt unmittelbar:
nA = 2nF dF (A.89)
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Aus nF folgt also unmittelbar nA – die Konvention nF = 1/2, Gl. (A.65), impliziert be-
reits nA=Nc, Gl. (A.66) – und mittelbar nR, ∀R.
Analog zu Gl. (A.84) existiert eine Zerlegung in elementare Tensorkomponenten fu¨r die
adjungierte DarstellungA. Ihre Gestalt ist komplizierter, da sie a priori außer Kroneckersym-
bolen δab auch Konstanten dabc und Strukturkonstanten dabc involviert. Um sie entwickeln
zu ko¨nnen, geben wir zuna¨chst die unabha¨ngigen Jacobi-Identita¨ten an:
0 =
[
[T a, T b], T c
]
+
[
[T b, T c], T a
]
+
[
[T c, T a], T b
]
(A.90)
⇒ 0 = fabe fcde − face fbde + fade fbce (A.90′)
und:
0 =
[{T a, T b}, T c]+ [{T b, T c}, T a]+ [{T c, T a}, T b] (A.91)
⇒
F
0 = fabe dcde + face dbde + fade dbce (A.91
′)
Dabei gelten die Gln. (A.90), (A.91) fu¨r beliebige Matrizen T a. Die Gln. (A.90′), (A.91′)
folgen durch Einsetzen der expliziten Kommutatorrelation in einer beliebigen Darstellung
beziehungsweise der expliziten Kommutator- und Antikommutatorrelation in der fundamen-
talen Darstellung, vgl. die Gln. (A.59), (A.59′).
Aus den Jacobi-Identita¨ten – den Gln. (A.90′), (A.91′) – wiederum folgen:
faeg fbgh fche =
1
2
nA fabc (A.92)
daeg fbgh fche = −1
2
nA dabc (A.93)
daeg dbgh fche = −1
2
α1 fabc bzgl. α1 vgl. Gl. (A.80) (A.94)
und zwar: Gl. (A.92) durch Kontraktion von Gl. (A.90′) mit fcdg, Gl. (A.93) durch Kontrak-
tion von Gl. (A.91′) mit fabg und Gl. (A.94) durch Kontraktion von Gl. (A.91′) mit dcdg.
Dabei ist die letzte dieser Relationen nur Rekapitulation von oben, vgl. Gl. (A.72) und die
Bem. zu Gl. (A.76).
Die analoge Kontraktion dreier Konstanten dabc ist voll symmetrisch, so daß gilt:
daeg dbgh dche = α
′
1 dabc bzgl. α
′
1 s.u. Gl. (A.103) (A.95)
mit α′1 einer noch zu bestimmenden Konstanten.
Wir geben nun eine Formel analog zu Gl. (A.84) fu¨r die adjungierte Darstellung A an.
Mit der expliziten Gestalt der Generatoren wie (T aA)bc = −ifabc, vgl. Gl. (A.57), steht
auf der linken Seite (bis auf ein Vorzeichen) fabefcde, auf der rechten Seite – mit jeweils
vier freien Indizes a, b, c, d – zuna¨chst beliebige Kombinationen von Kroneckersymbolen δab,
Konstanten dabc und Strukturkonstanten fabc. Aufgrund der Antisymmetrie unter der Ver-
tauschung a↔ b und c↔ d einzeln und der Symmetrie unter a↔ c und b↔ d gleichzeitig
vereinfacht sich die Struktur erheblich:A.8
fabefcde = γ1 ·
(
δacδbd − δadδbc
)
+ γ2 ·
(
dacedbde − dadedbce
)
(A.96)
a, b, c, d, e = 1, 2, . . . dA≡dSU(Nc)
mit Konstanten γ1, γ2; vgl. unten die Gln. (A.99), (A.99
′).
A.8Aufgrund dieser Symmetrien und der Jacobi-Identita¨t fu¨r die Strukturkonstanten fabc, vgl. Gl. (A.90
′),
genu¨gt es o.E.d.A. sich rechts auf Kroneckersymbole und Konstanten dabc zu beschra¨nken.
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Wir bestimmen die Konstanten γ1, γ2 wie folgt. Kontraktion von Gl. (A.96) mit δbd
ergibt mithilfe der Gln. (A.75), (A.75′):
nA = γ1 (dSU(Nc)−1)− γ2 α1 (A.97)
Analoge Kontraktion von Gl. (A.96) mit fcdg ergibt mithilfe der Gln. (A.75), (A.94):
nA = 2 γ1 + γ2 α1 (A.98)
Und aus den Gln. (A.97), (A.98) zusammen:
γ1 = 2nA
1
dSU(Nc)+1
= 4nF · 1
Nc
(A.99)
γ2 =
nA
α1
dSU(Nc)−3
dSU(Nc)+1
=
2Nc nF
2nFN
−1
c (N2c −4)
N2c −4
N2c
= 1 (A.99′)
Dabei impliziert die zweite Identita¨t die Relationen dSU(Nc)=N
2
c −1 und nA=2dFnF, dF=Nc,
vgl. Gl. (A.89). Die Konstante α1, vgl. Gl. (A.80), ist in diesem Sinne in der Gestalt
α1 = 4nF
1
dF
(dSU(Nc)−1)− 2 dF nF = 2nF ·
1
Nc
(N2c −4) (A.100)
eingesetzt. Wir finden γ2≡1 unabha¨ngig von der Konvention fu¨r nF und fu¨r alle Nc.
Die Formel nach Gl. (A.96) ist vollsta¨ndig bestimmt. Sie setzt uns in die Lage, die
Konstante α′1 aus Gl. (A.95) zu bestimmen. Dazu kontrahieren wir Gl. (A.96) mit dbdg,
das heißt die Indizes a, c, g sind frei. Auf der linken Seite tritt die Kontraktion fabefceddgbd
auf, die mithilfe Gl. (A.93) auf einen Term proportional zu dacg reduziert wird; nach der
Kontraktion dadedcebdgbd auf der rechten Seite lo¨sen wir auf. Wir finden:
daeg dbgh dche = α
′
1 dabc (A.101)
mit α′1 = α1 − γ−12
(
γ1 +
1
2
nA
)
(A.102)
und explizit:
α′1 = α1 ·
1
2
dSU(Nc)−11
dSU(Nc)−3
= nF · 1
Nc
(N2c −12) (A.103)
Die erste Identita¨t in Gl. (A.103) ist unmittelbare Konsequenz der allgemeinen, ersten Aus-
dru¨cke fu¨r γ1, γ2, vgl. die Gln. (A.99), (A.99
′). Die zweite Identita¨t folgt mithilfe α1 in der
Gestalt von Gl. (A.100), das heißt aufgrund der Relation nA=2dFnF, dF=Nc.
Wir schließen hiermit die Diskussion der su(Nc)-Eichalgebra bezu¨glich allgemeinem Nc
und betrachten explizit Nc≡2 und Nc≡3.
SU(Nc) mit Nc≡2 besitzt Gruppendimension dSU(Nc)=N
2
c −1=3. Die Strukturkonstan-
ten sind gegeben durch
fabc = ǫ
abc mit f123 = ǫ
123 = 1 (A.104)
das heißt durch die kontravarianten Komponenten des dreidimensionalen Epsilon-Pseudoten-
sors in der Definition von Gl. (A.7). Die Konstanten dabc verschwinden identisch:
dabc ≡ 0 (A.105)
Die Dimension der fundamentalen Darstellung ist dF=Nc=2 und eine explizite Realisierung
gegeben u¨ber
T aF =
1
2
σa a=1, 2, 3 (A.106)
durch die drei 2×2-Pauli-Matrizen σa, vgl. Gl. (A.40). Die Relationen dieses Anhangs A.3
explizit fu¨r Nc≡2 folgen unmittelbar durch Einsetzen der Gln. (A.104)-(A.106).
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SU(Nc) mitNc≡3 besitzt Gruppendimension dSU(Nc)=N
2
c −1=8. Explizite Zahlenwerte
fu¨r die Strukturkonstanten fabc sind gegeben durch:
A.9
f123 = 1 (A.107)
f147 = −f157 = f246 = f257 = f345 = −f367 = 1/2
f458 = f678 =
√
3/2
und fu¨r die Konstanten dabc durch:
A.9
d118 = d228 = d338 = −d888 = 1/
√
3 (A.108)
d146 = d157 = −d247 = d256 = d344 = d355 = −d366 = −d377 = 1/2
d448 = d558 = d668 = d778 = −1/(2
√
3)
vgl. etwa Nachtmann, Ref. [147], Tab. C-1. Die Dimension der fundamentalen Darstellung
ist dF=Nc=3 und eine explizite Realisierung gegeben u¨ber
T aF =
1
2
λa a=1, 2, . . . 8 (A.109)
durch die acht 3×3-Gell-Mann-Matrizen λa:
λ1 =
0 1 01 0 0
0 0 0
 λ4 =
0 0 10 0 0
1 0 0
 λ6 =
0 0 00 0 1
0 1 0
 (A.110)
λ2 =
0 −i 0i 0 0
0 0 0
 λ5 =
0 0 −i0 0 0
i 0 0
 λ7 =
0 0 00 0 −i
0 i 0

λ3 = diag[1,−1, 0] λ8 = 1√3 · diag[1, 1,−2]
vgl. Nachtmann, Ref. [147], die Gln. (C-44).A.10
Abschließend geben wir eine Relation an, die speziell fu¨r Nc≡ 3 gilt; ihre Existenz folgt
durch Abza¨hlen irreduzibler Tensorstrukturen mit vier freien Indizes a, b, c, d:
dabe dcde + dace dbde + dade dbce =
1
3
[
δab δcd + δac δbd + δad δbc
]
(A.111)
Sei verwiesen auf Ref. [163], Gl. (A.26), und die Argumentation dort.
A.9sa¨mtliche unabha¨ngige nichtverschwindende Zahlenwerte
A.10Wir bemerken, daß die Konstruktion dieser Matrizen in Anlehnung an die Pauli-Matrizen geschieht und
deren Verallgemeinerung auf gro¨ßere Nc suggeriert. Wir formulieren Matrizen wie folgt fu¨r Nc ≥ 2, also
eingeschlossen die Pauli-Matrizen selbst:
Zum einen Nc−1 diagonale Matrizen ∆(j)=nj diag[1, . . . , 1,−j,0, . . . , 0], wobei j=1, . . . , Nc−1, mit j Ein-
tra¨gen Einsen, Nc−(j+1) Eintra¨gen Nullen und nj=
√
nF/j(j+1), vgl. die Pauli-Matrix σ
3 nach Gl. (A.40).
Zum anderen Nc(Nc−1) nicht-diagonale Matrizen Σ(i,k), wobei i=1, 2 und k=1, 2, . . . , 1/2 · Nc(Nc−1), in
Anlehnung an die nicht-diagonalen Pauli-Matrizen σi, vgl. Gl. (A.40). Die Σ(i,k) werden folgenderma-
ßen konstruiert: Zuna¨chst wird das Element der Matrix Σ(i,k), mit i, k fest, an der Stelle (αk , βk), mit
1≤αk<βk≤Nc fest, identifiziert mit (σi)12, das Element an der Stelle (βk, αk) mit (σi)21, alle anderen
identisch Null gesetzt. Dann wird diese Matrix mit dem Faktor ni,k =
√
nF/2 versehen. Da 1/2·Nc(Nc−1)
verschiedene Paare {αk , βk}, mit 1≤ αk < βk ≤Nc, existieren (Anzahl der Elemente einer Nc×Nc-Matrix
u¨ber der Hauptdiagonalen), folgen aus dieser Vorschrift in eindeutiger Weise Nc(Nc−1) Matrizen Σ(i,k).
Die nach dieser Vorschrift konstruierten dSU(Nc)=N
2
c −1 Matrizen ∆(j), Σ(i,k) sind spurlos, hermitesch
und normiert im Sinne von Gl. (A.64). Wir u¨berlegen uns leicht, daß sie linear unabha¨ngig sind und folglich
nach Gl. (A.50) eine Basis bilden der fundamentalen Darstellung F der Liealgebra su(Nc); wir identifizieren
diese Matrizen daher mit deren Generatoren Ta
F
.
Anhang B
Kinematik fu¨r große s
In Abschnitt 2.2 wird diskutiert Streuung
h1(P1) + h
2(P2) −→ h1′(P1′) + h2′(P2′ ) (B.1)
Dieser Anhang formalisiert und vertieft diese Diskussion in Hinblick auf die Kinematik
fu¨r große s. Zuna¨chst skizzieren wir die Herleitung wichtiger, im Haupttext nur zitierter
Relationen, die zugrunde liegen den dann angegebenen Reihen-Entwicklungen der relevanten
Gro¨ßen fu¨r große invariante Schwerpunktenergie, das heißt fu¨r kleinen Parameter
κ ≡ 1
s
(B.2)
Wir diskutieren den allgemeinen Fall, der Erhaltung des Gesamtimpulses impliziert, aber
noch nicht spezifiziert das Bezugsystem – und den Fall, der dieses konkretisiert als das
Schwerpunktsystem bezu¨glich der drei Raumrichtungen.
B.1 Zusammenhang von s und εi fu¨r i=1, 1
′
Im Haupttext sind alle relevanten Gro¨ßen und damit ihre Abha¨ngigkeit von der invarianten
Schwerpunktenergie
√
s ausgedru¨ckt durch die Gro¨ßen εi fu¨r i= 1, 1
′, 2, 2′: so die Impuls-
komponenten P+i , P
−
i und P
0
i , P
3
i und das Quadrat des invarianten Impulstransfers −t.
Mit ε2 ist das Produkt ε≡ε1ε2 bestimmt in Termen der Funktion ε1, vgl. die Gln. (2.30),
(2.30′) und (2.31). Es bleibt daher zu bestimmen ε1 als Funktion von s. Durch Indexsubsti-
tution 1→1′ und 2→2′ im Sinne von Gl. (2.40) folgen unmittelbar ε1′ , ε′≡ ε1′ε2′ und ε2′ .
Wir bestimmen zuna¨chst umgekehrt s als Funktion von ε1.
B.1.1 Funktion s(εi) fu¨r i=1, 1
′
Wir leiten her die Gln. (2.33), (2.33′). Statt unmittelbar s, bestimmen wir zuna¨chst die Vari-
able σ als Funktion von ε1; s selbst folgt u¨ber deren Definition:
σ(s) =
1
2
[
s − [M21 +M22 − (P1+P2)2] ] (B.3)
vgl. Gl. (2.32′). Aufgelo¨st nach σ folgt aus Gl. (2.21):
2 σ =
(
ε1ε2
)−1 {
M21M
2
2 +
(
ε1ε2
)2}
(B.4)
=
(
ε|σ
)−1 {
M21M
2
2 +
(
ε|σ
)2}
(B.4′)
=
(
ε|̺ )−1 {M21M22 + (ε|̺ )2} (B.4′)
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Dabei folgt die letzte Zeile durch Identifizieren von ε|σ mit ε|̺ , vgl. die Gln. (2.30), (2.32).
Partiell eingesetzt hierfu¨r der Ausdruck in Termen von ̺ nach Gl. (2.31), folgt hieraus:
2 σ =
(
ε|̺ )−1 {M21M22 + ε21 [− 2 ̺ ( − ̺ + √̺2 +M22 ) + M22]} (B.5)
das heißt:
2 σ =
(
ε|̺ )−1 {ε1 (M21 ε−11 + ε1)M22 − 2 ̺ ε1 (ε|̺ )} (B.6)
Im ersten Term wird benutzt
(
ε|̺ )−1 ε1=ε−12 , im zweiten geku¨rzt ε|̺ ; es folgt:
2 σ = M22 ε
−1
2 ·
(
M21 ε
−1
1 + ε1
) − 2 ̺ ε1 (B.7)
Mithilfe der expliziten Darstellung von ̺ wie folgt:
̺ =
1
2
(
M21 ε
−1
1 − ε1
) − (P 31 +P 32 )2 (B.8)
vgl. Gl. (2.30′), schreiben wir Gl. (2.28) um in die Form:
M22 ε
−1
2 = ε2 + 2 ̺ (B.9)
Diese Relation eingesetzt in Gl. (B.7) folgt unmittelbar:
2 σ =
(
ε2 + 2 ̺
) · (M21 ε−11 + ε1) − 2 ̺ ε1 (B.10)
= ε2 ·
(
M21 ε
−1
1 + ε1
)
+ 2 ̺ ·M21 ε−11 (B.10′)
Schließlich geschrieben ε2 in Termen von ̺, vgl. Gl. (2.30), folgt mithilfe Gl. (B.3):
s(ε1) =
[
M21 +M
2
2 −
(
P1+P2
)2]
+ 2 σ (B.11)
mit 2 σ(ε1) =
√
̺2 +M22 ·
(
M21 ε
−1
1 + ε1
)
+ ̺ · (M21 ε−11 − ε1) (B.11′)
Dabei ist ̺≡̺(ε1) nach Gl. (B.8) aufzufassen als Funktion von ε1. Dies ist genau die Dar-
stellung im Haupttext, vgl. die Gln. (2.33), (2.33′).
Seien in Gl. (B.11′) die ε1 umgeschrieben als P+1 mithilfe der Relation ε1 ≡ αM21/P+1 ,
vgl. Gl. (2.13), – das heißt explizit gemacht Faktoren αM21. Dies ist die Darstellung von s
als Funktion von P+1 , wobei die Abha¨ngigkeit von P
−
2 eliminiert ist.
B.1.2 Funktion εi(s), fu¨r i=1, 1
′
Wir leiten her die Gln. (2.34)-(2.34′′). Durch Gl. (2.31) ist ε|̺ definiert in Termen von ̺;
wir schreiben diese Relation um in die Form:
ε|̺ = −ε1 ̺ + sign(ε1)
√
ε21 (̺
2 +M22) (B.12)
Aufgelo¨st nach dem Wurzelausdruck und die Gleichung quadriert, folgt:
0 = ε21M
2
2 − 2
(
ε|̺ ) (ε1 ̺) − (ε|̺ )2 (B.13)
Aufgrund der expliziten Darstellung von ̺, vgl. die Gln. (2.30′), (B.8), gilt andererseits:
ε1 ̺ =
1
2
(
M21 − ε21
) − ε1 (P 31 +P 32 )2 (B.14)
Dies eingesetzt in Gl. (B.13) folgt die in ε1 quadratische Gleichung:
0 = ε21 ·
(
M22 + ε|̺
)
+ 2 ε1 · ε|̺ (P 31 +P 32 ) − ε|̺
(
M21 + ε|̺
)
(B.15)
= ε|̺ β
{[
ε1
/
β + (P 31 +P
3
2 )
]2 − [(P 31 +P 32 )2 + γ]} (B.15′)
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mit abku¨rzend β
!
=ε|̺ /(M22+ε|̺ ) und γ !=(M22+ε|̺ )/β. Wir lesen unmittelbar ab die Null-
stellen der geschweiften Klammer:
ε1
/
β = −(P 31 +P 32 ) ±
√
(P 31 +P
3
2 )
2 + γ (B.16)
Wir identifizieren ε|̺ ≡ ε|σ ; diese Funktion, abku¨rzend notiert durch ε ≡ ε|σ, fassen wir
auf mithilfe der Gln. (2.32), (2.32′) als Funktion von σ(s), also letztlich von s. Wir finden
zusammenfassend:B.1
ε1(s) = β
[
− (P 31 +P 32 ) + √(P 31 +P 32 )2 + γ] (B.17)
mit β(ε) = ε
/(
M22 + ε
)
(B.17′)
γ(ε) =
(
M21 + ε
)(
M22 + ε
)/
ε (B.17′′)
Dies ist genau die Darstellung im Haupttext, vgl. die Gln. (2.34)-(2.34′′).
B.2 Entwicklung fu¨r große s
Sei zugrundegelegt P ≡0, vgl. Gl. (2.20), das heißt impliziert, daß die der Streuung zugrunde-
liegende Wechselwirkung den Gesamtimpuls erha¨lt. Dann wird das Bezugsystem bestimmt
durch die drei einlaufenden Impulse, die wir abku¨rzend notieren in der Form
Pin ≡ P1 +P2 (B.18)
P 3in ≡ P 31 + P 32 (B.18′)
Wir betrachten die Fa¨lle:
(i) Pin, P
3
in – das heißt Bezugsystem – nicht spezifiziert (B.19)
(ii) Pin ≡ 0, P 3in ≡ 0 : Schwerpunktsystem bzgl. der drei Raumrichtungen (B.19′)
und entwickeln Fall (ii) bis ho¨here Ordnung gegenu¨ber Fall (i).
Aufgrund der bestehenden Symmetrien beschra¨nken wir uns o.E.d.A., explizit anzugeben
nur die Entwicklungen fu¨r die Gro¨ßen mit Index 1. Die entsprechenden Entwicklungen
der Gro¨ßen mit Index 1′ folgen durch Indexsubstitution 1→1′ und 2→2′ im Sinne
von Gl. (2.36), die der Gro¨ßen mit Index 1′ und 2′ weiter durch Indexsubstitution 1↔2
und 1′↔2′ im Sinne von Gl. (2.40).
B.2.1 (Inverse) Epsilon εi, ε
−1
i bzw. Impulskomponenten P
+
i , P
−
i
Mit den εi, ε
−1
i unmittelbar in Zusammenhang stehen die Lichtkegelkomponenten der Im-
pulse P+i , P
−
i . Es gilt:
P+i = αM
2
i ε
−1
i fu¨r i=1, 1
′ (B.20)
P−i = αM
2
i ε
−1
i fu¨r i=2, 2
′ (B.20′)
und:
P−i = α εi fu¨r i=1, 1
′ (B.21)
P+i = α εi fu¨r i=2, 2
′ (B.21′)
vgl. die Gln. (2.13), (2.13′) bzw. (2.15), (2.15′). Entsprechend fu¨r die Reihen-Entwicklungen.
B.1Das Vorzeichen des Wurzelausdrucks folgt aus der Analyse der Vorzeichen der involvierten Gro¨ßen im
Limes
”
s groß“, das heißt
”
Epsilons klein“: dabei ist sign(εi)≡sign(M2i ), vgl. die Gln. (2.13), (2.13′), und der
Radiant reell positiv. Entsprechend die Gln. (2.30) und (2.32).
226 Anhang B: Kinematik bei großen s
(i) Nicht-spezifiziertes Bezugsystem:
ε1(κ) (B.22)
= M21
√
κ
−M21 P 3in κ
+
M21
2
{
2M22 + P
3
in
2 −P2in
}
κ3/2
+M21 P
3
in
{
−M22 +P2in
}
κ2
+
M21
8
{
8M21M
2
2 + 8M
2
2
2
+ 4M22 P
3
in
2 − P 3in4 − 6
[
2M22 + P
3
in
2
]
P2in
+ 3
(
P2in
)2}
κ5/2
−M21 P 3in
{
M22
(
M21 +M
2
2
)− 2M22P2in + (P2in)2} κ3
+
M21
16
{
16M21
2
M22 + 16M
2
2
3
+ 8M22
2
P 3in
2 − 2M22 P 3in4 + P 3in6
+ 8M21M
2
2
[
6M22 + P
3
in
2
]
− 5
[
8M21M
2
2 + 8M
2
2
2
+ 4M22 P
3
in
2 − P 3in4
]
P2in
+ 15
(
2M22 + P
3
in
2
) (
P2in
)2 − 5 (P2in)3} κ7/2
+O(κ4)
ε−11 (κ) (B.23)
=
1
M21
1√
κ
+
P 3in
M21
+
1
2M21
{
− 2M22 + P 3in2 +P2in
} √
κ
− M
2
2 P
3
in
M21
κ
− 1
8M21
{
8M21M
2
2 + 4M
2
2 P
3
in
2
+ P 3in
4
+
[
− 4M22 + 2P 3in2
]
P2in +
(
P2in
)2}
κ3/2
+
M22 P
3
in
M21
{
−M21 +P2in
}
κ2
+
1
16M21
{
− 16M212M22 + 2M22 P 3in4 + P 3in6 − 8M21M22
[
2M22 + P
3
in
2
]
+ 3
[
8M21M
2
2 + 4M
2
2 P
3
in
2
+ P 3in
4
]
P2in +
[
− 6M22 + 3P 3in2
] (
P2in
)2
+
(
P2in
)3}
κ5/2
− M
2
2 P
3
in
M21
{
M21
(
M21 +M
2
2
)− 2M21P2in + (P2in)2} κ3
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− 1
128M21
{
128M21
3
M22 + 64M
2
1
2
M22
[
6M22 + P
3
in
2
]
+ P 3in
6
[
8M22 + 5P
3
in
2
]
+ 16M21M
2
2
[
8M22
2
+ 4M22 P
3
in
2 − P 3in4
]
− 20
[
16M21
2
M22 + 8M
2
1M
2
2
(
2M22 + P
3
in
2
)
− P 3in4
(
2M22 + P
3
in
2
) ]
P2in
+ 30
[
8M21M
2
2 + 4M
2
2 P
3
in
2
+ P 3in
4
] (
P2in
)2
+ 20
[
− 2M22 + P 3in2
] (
P2in
)3
+ 5
(
P2in
)4}
κ7/2
+O(κ4)
(ii) Schwerpunktsystem, Pin≡0 und P
3
in≡0:
ε1(κ) = M
2
1
√
κ (B.24)
+M21M
2
2 κ
3/2
+M21M
2
2
(
M21 +M
2
2
)
κ5/2
+M21M
2
2
(
M21
2
+ 3M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ7/2
+M21M
2
2
(
M21 +M
2
2
) (
M21
2
+ 5M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ9/2
+O(κ11/2)
ε−11 (κ) =
1
M21
1√
κ
(B.25)
− M
2
2
M21
√
κ
−M22 κ3/2
−M22
(
M21 +M
2
2
)
κ5/2
−M22
(
M21
2
+ 3M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ7/2
−M22
(
M21 +M
2
2
) (
M21
2
+ 5M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ9/2
+O(κ11/2)
B.2.2 Impulskomponenten P 0
i
, P 3
i
Die longitudinalen Impulskomponenten P 0i , P
3
i – das heißt Energie und Impuls in x
3-Rich-
tung – ha¨ngen zusammen mit εi, ε
−1
i wie folgt:
B.2
P
0
3
1 =
(
M21 ε
−1
1 ± ε1
)/
2α und: P
0
3
2 =
(
ε2 ±M22 ε−12
)/
2α (B.26)
P
0
3
1′ =
(
M21′ ε
−1
1′ ± ε1′
)/
2α P
0
3
2′ =
(
ε2′ ±M22′ ε−12′
)/
2α (B.26′)
vgl. die Gln. (2.18), (2.18′). Entsprechend die Reihen-Entwicklungen.
B.2Null-Komponente oberes, Drei-Komponente unteres Vorzeichen.
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(i) Nicht-spezifiziertes Bezugsystem:
P 01 (κ) (B.27)
=
1
2
1√
κ
+
P 3in
2
+
1
4
{
2 (M21−M22) + P 3in2 +P2in
} √
κ
− P
3
in
2
(M21+M
2
2) κ
+
1
16
{
4 (M21−M22)
[
P 3in
2 −P2in
]
−
[
P 3in
2
+P2in
]2}
κ3/2
+
P 3in
4
{
(M21−M22)2 − (M21+M22)
[
(M21+M
2
2)− 2P2in
]}
κ2
+
1
32
{[
P 3in
2
+P2in
]3
− 2 (M21−M22)
[
P 3in
4
+ 6P 3in
2
P2in − 3P2in2
]}
κ5/2
+
P 3in
4
{
(M21−M22)2
[
(M21+M
2
2)− 2P2in
]
− (M21+M22)
[
(M21+M
2
2)
2 − 2 (M21+M22)P2in + 2P2in2
]}
κ3
+
1
256
{
− 5
[
P 3in
2
+P2in
]4
+ 8 (M21−M22)
[
P 3in
6
+ 5P 3in
4
P2in + 15P
3
in
2
P2in
2 − 5P2in3
]}
κ7/2
+O(κ4)
P 31 (κ) (B.28)
=
1
2
1√
κ
+
P 3in
2
+
1
4
{
− 2 (M21+M22) + P 3in2 +P2in
} √
κ
+
P 3in
2
(M21−M22) κ
+
1
16
{
4 (M21−M22)2 − 4 (M21+M22)2 − 4 (M21+M22)
[
P 3in
2 −P2in
]
−
[
P 3in
2
+P2in
]2}
κ3/2
− P
3
inP
2
in
2
(M21−M22) κ2
+
1
32
{
− 8 (M21+M22)3 − 4 (M21+M22)2
[
P 3in
2 − 3P2in
]
+ 4 (M21−M22)2
[
2 (M21+M
2
2) + P
3
in
2 − 3P2in
]
+
[
P 3in
2
+P2in
]3
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+ 2 (M21+M
2
2)
[
P 3in
4
+ 6P 3in
2
P2in − 3P2in2
]}
κ5/2
+
P 3inP
2
in
2
2
(M21−M22) κ3
+
1
256
{
− 16 (M21−M22)4 − 80 (M21+M22)4 − 32 (M21+M22)3
[
P 3in
2 − 5P2in
]
− 5
[
P 3in
2
+P2in
]4
+ 8 (M21+M
2
2)
2
[
P 3in
4
+ 10P 3in
2
P2in − 15P2in2
]
− 8 (M21+M22)
[
P 3in
6
+ 5P 3in
4
P2in + 15P
3
in
2
P2in
2 − 5P2in3
]
+ 8 (M21−M22)2
[
12 (M21+M
2
2)
2 − P 3in4 − 10P 3in2P2in + 15P2in2
+ 4 (M21+M
2
2)
(
P 3in
2 − 5P2in
)]}
κ7/2
+O(κ4)
(ii) Schwerpunktsystem, Pin≡0 und P
3
in≡0:
P 01 (κ) =
1
2
1√
κ
(B.29)
+
1
2
(
M21 −M22
) √
κ
+O(κ11/2)
P 31 (κ) =
1
2
1√
κ
(B.30)
− 1
2
(
M21 +M
2
2
) √
κ
−M21M22 κ3/2
−M21M22
(
M21 +M
2
2
)
κ5/2
−M21M22
(
M21
2
+ 3M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ7/2
−M21M22
(
M21 +M
2
2
) (
M21
2
+ 5M21M
2
2 +M
2
2
2
)
κ9/2
+O(κ11/2)
B.2.3 Dreier-Impuls-Betrag | ~Pi|
Der Betrag des Dreier-Impulses |~Pi| ha¨ngt ab von εi, ε−1i u¨ber P 3i in der Form:∣∣~Pi∣∣ = √P2i+P 3i 2 (B.31)
Daraus folgen Reihen-Entwicklungen wie folgt.
(i) Nicht-spezifiziertes Bezugsystem:∣∣~P1(κ)∣∣ (B.32)
=
1
2
1√
κ
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+
P 3in
2
+
1
4
{
− 2 (M21+M22) + 4P21 + P 3in2 +P2in
} √
κ
+
P 3in
2
{
(M21−M22)− 2P21
}
κ
+
1
16
{
4 (M21−M22)2 − 4 (M21+M22)2 + 16 (M21+M22)P21 − 16P212
− 4 (M21+M22)P 3in2 + 8P21 P 3in2 − P 3in4 + 4 (M21+M22)P2in − 8P21P2in
− 2P 3in2P2in −P2in2
}
κ3/2
− P
3
in
2
{
(M21−M22)
(
2P21 +P
2
in
)− 2P21 (−2 (M21+M22) + 3P21 +P2in)} κ2
+
1
32
{
− 8 (M21+M22)3 + 64P213 + 64 (M21−M22)P21 P 3in2 − 144P212 P 3in2
− 4P21 P 3in4 + P 3in6 + 48P212P2in − 24P21 P 3in2P2in + 3P 3in4P2in + 12P21P2in2
+ 3P 3in
2
P2in
2
+P2in
3
+ 4 (M21−M22)2
[
2 (M21+M
2
2)− 4P21 + P 3in2 − 3P2in
]
+ 4 (M21+M
2
2)
2
[
12P21 − P 3in2 + 3P2in
]
− 2 (M21+M22)
[
48P21
2 − 40P21 P 3in2 − P 3in4 + 24P21P2in − 6P 3in2P2in
+ 3P2in
2
]}
κ5/2
− P
3
in
2
{
(M21−M22)
[
4 (M21+M
2
2)P
2
1 − 6P212 + 4P21 P 3in2 − 4P21P2in −P2in2
]
+ 2P21
[
− (M21−M22)2 + 4 (M21+M22)2 + 10P212 − 4P21 P 3in2 + 6P21P2in +P2in2
− 2 (M21+M22)
(
6P21 − P 3in2 + 2P2in
)]}
κ3
+
1
256
{
− 16 (M21−M22)4 − 80 (M21+M22)4 − 1280P214 + 6400P213 P 3in2
− 480P212 P 3in4 + 16P21 P 3in6 − 5P 3in8 − 1280P213P2in + 2880P212 P 3in2P2in
+ 80P21 P
3
in
4
P2in − 20P 3in6P2in − 480P212P2in2 + 240P21P 3in2P2in2 − 30P 3in4P2in2
− 80P21P2in3 − 20P 3in2P2in3 − 5P2in4
+ 256 (M21−M22)P21 P 3in2
[
6 (M21+M
2
2)− 12P21 + P 3in2 − 5P2in
]
+ 32 (M21+M
2
2)
3
[
20P21 − P 3in2 + 5P2in
]
− 8 (M21+M22)2
[
240P21
2 − 216P21 P 3in2
− P 3in4 + 120P21P2in − 10P 3in2P2in + 15P2in2
]
+ 8 (M21+M
2
2)
[
320P21
3 − 816P212 P 3in2 + 28P21 P 3in4 − P 3in6 + 240P212P2in
− 200P21P 3in2P2in − 5P 3in4P2in + 60P21P2in2 − 15P 3in2P2in2 + 5P2in3
]
+ 8 (M21−M22)2
[
12 (M21+M
2
2)
2
+ 48P21
2 − 8P21 P 3in2 − P 3in4 + 40P21P2in
− 10P 3in2P2in + 15P2in2 − 4 (M21+M22)
(
12P21 − P 3in2 + 5P2in
)]}
κ7/2
+O(κ4)
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(ii) Schwerpunktsystem, Pin≡0 und P
3
in≡0:∣∣~P1(κ)∣∣ (B.33)
=
1
2
1√
κ
− 1
2
[
(M21+M
2
2)− 2P21
] √
κ
+
1
4
{
(M21−M22)2 −
[
(M21+M
2
2)− 2P21
]2}
κ3/2
+
1
4
[
(M21+M
2
2)− 2P21
] {
(M21−M22)2 −
[
(M21+M
2
2)− 2P21
]2}
κ5/2
+
1
16
{
− (M21−M22)4 + 6 (M21−M22)2
[
(M21+M
2
2)− 2P21
]2
− 5 [(M21+M22)− 2P21]4} κ7/2
− 1
16
[
(M21+M
2
2)− 2P21
] {
3 (M21−M22)4 − 10 (M21−M22)2
[
(M21+M
2
2)− 2P21
]2
+ 7
[
(M21+M
2
2)− 2P21
]4}
κ9/2
+O(κ11/2)
Aus P1+P2≡Pin≡0 folgt M21−M22≡M21−M22 und M21+M22−2P21≡M21+M22 , das heißt
in Termen der invarianten Massen:∣∣~P1(κ)∣∣ (B.33′)
=
1
2
1√
κ
− 1
2
(
M21 +M
2
2
) √
κ
−M21 M22 κ3/2
−M21 M22
(
M21 +M
2
2
)
κ5/2
−M21 M22
(
M21
2
+ 3M21 M
2
2 +M
2
2
2
)
κ7/2
−M21 M22
(
M21 +M
2
2
) (
M21
2
+ 5M21 M
2
2 +M
2
2
2
)
κ9/2
+O(κ11/2)
vgl. Gl. (B.30).
B.2.4 Quadrat des invarianten Impulstransfers −t
Das Quadrat des invarianten Impulstransfers −t wird ausgedru¨ckt durch εi, ε−1i , in symme-
trisierter Form:
t = −(P1′−P1)2 (B.34)
+
1
2
[
M21
(
1− ε−11 ε1′
)
+M21′
(
1− ε1 ε−11′
)
+M22
(
1− ε−12 ε2′
)
+M22′
(
1− ε2 ε−12′
)]
vgl. Gl. (2.26). Diese Formel impliziert die Reihen-Entwicklung wie folgt.
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(i) Nicht-spezifiziertes Bezugsystem:
t(κ) (B.35)
= −(P1′−P1)2
+
1
4
{
− 4 (M21−M21′) (M22−M22′)− (M21−M21′)P2in − (M22−M22′)P2in
}
κ
+
1
4
P 3inP
2
in
{
(M21−M21′)− (M22−M22′)
}
κ3/2
+
1
16
{
− 8 (M21−M21′)2 (M22+M22′) +
[
6 (M22−M22′)− (M22+M22′)
]
P2in
2
− 2 (M21−M21′)
[
4 (M21+M
2
1′) (M
2
2−M22′) + 4 (M22−M22′) (M22+M22′)
− 12 (M22−M22′)P2in + 4 (M22+M22′)P2in − 3P2in2
]
− (M21+M21′)
[
8 (M22−M22′)2 + 8 (M22−M22′)P2in +P2in2
]}
κ2
+
1
16
P 3inP
2
in
{
2 (M22−M22′)P 3in2 + 9 (M22−M22′)P2in − 2 (M22+M22′)P2in
+ 2 (M21+M
2
1′)
[
2 (M22−M22′) +P2in
]
− (M21−M21′)
[
4 (M22+M
2
2′) + 2P
3
in
2
+ 9P2in
]}
κ5/2
+
1
32
{
− 8 (M21−M21′)3 (M22−M22′)− 2 (M22+M22′)P 3in2P2in2 − 19 (M22−M22′)P2in3
+ 6 (M22+M
2
2′)P
2
in
3 − 8 (M21+M21′)2 (M22−M22′)
[
2 (M22−M22′) +P2in
]
− 2 (M21+M21′)
[
8 (M22−M22′)2 (M22+M22′)− 24 (M22−M22′)2P2in
+ 12 (M22−M22′) (M22+M22′)P2in − 24 (M22−M22′)P2in2 + 4 (M22+M22′)P2in2
+ P 3in
2
P2in
2 − 3P2in3
]
− 16 (M21−M21′)2
[
(M22−M22′)2 + (M22−M22′)P2in + (M22+M22′)
(
(M21+M
2
1′)
+ (M22+M
2
2′)− 3P2in
)]
− (M21−M21′)
[
8 (M21+M
2
1′)
2
(M22−M22′) + 8 (M22−M22′)3
+ 8 (M22−M22′) (M22+M22′)2 + 16 (M22−M22′)2P2in
− 48 (M22−M22′) (M22+M22′)P2in + 8 (M22+M22′)2P2in + 84 (M22−M22′)P2in2
− 48 (M22+M22′)P2in2 + 19P2in3 + 24 (M21+M21′)
(
2 (M22−M22′) (M22+M22′)
− 2 (M22−M22′)P2in + (M22+M22′)P2in
)]}
κ3
+
1
32
P 3inP
2
in
{
− 4 (M21−M21′)2 (M22−M22′) + 4 (M21+M21′)2 (M22−M22′)
− 3 (M22−M22′)P 3in4 − 15 (M22−M22′)P 3in2P2in + 2 (M22+M22′)P 3in2P2in
− 36 (M22−M22′)P2in2 + 15 (M22+M22′)P2in2
− (M21+M21′)
[
2 (M22−M22′) +P2in
] [
2P 3in
2
+ 15P2in
]
+ (M21−M21′)
[
4 (M22−M22′)2 − 4 (M22+M22′)2 + 4 (M22+M22′)P 3in2 + 3P 3in4
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+ 30 (M22+M
2
2′)P
2
in + 15P
3
in
2
P2in + 36P
2
in
2
]}
κ7/2
+O(κ4)
(ii) Schwerpunktsystem, Pin≡0 und P
3
in≡0:
t(κ) (B.36)
= −(P1′−P1)2
− (M21−M21′) (M22−M22′)κ
− 1
2
[
(M21−M21′) + (M22−M22′)
]
×
{
(M21+M
2
1′) (M
2
2−M22′) + (M21−M21′) (M22+M22′)
}
κ2
+
1
4
{
−
[
(M21−M21′)3 (M22−M22′)
]
− 2 (M21+M21′) (M22−M22′)2
[
(M21+M
2
1′) + (M
2
2+M
2
2′)
]
− (M21−M21′) (M22−M22′)
[
(M21+M
2
1′)
2
+ (M22−M22′)2
+ 6 (M21+M
2
1′) (M
2
2+M
2
2′) + (M
2
2+M
2
2′)
2
]
− 2 (M21−M21′)2
[
(M22−M22′)2 + (M22+M22′)
(
(M21+M
2
1′) + (M
2
2+M
2
2′)
)]}
κ3
+
1
8
{
−
[
(M21−M21′)4 (M22+M22′)
]
− 3 (M21−M21′)3 (M22−M22′)
[
(M21+M
2
1′) + 3 (M
2
2+M
2
2′)
]
− (M21+M21′) (M22−M22′)2
[
3 (M21+M
2
1′)
2
+ (M22−M22′)2
+ 10 (M21+M
2
1′) (M
2
2+M
2
2′) + 3 (M
2
2+M
2
2′)
2
]
− (M21−M21′)2
[
11 (M21+M
2
1′) (M
2
2−M22′)2 + 3 (M21+M21′)2 (M22+M22′)
+ 11 (M22−M22′)2 (M22+M22′) + 10 (M21+M21′) (M22+M22′)2 + 3 (M22+M22′)3
]
− (M21−M21′) (M22−M22′)
[
(M21+M
2
1′)
3
+ 15 (M21+M
2
1′)
2
(M22+M
2
2′)
+ 3 (M22−M22′)2 (M22+M22′) + (M22+M22′)3
+ 3 (M21+M
2
1′)
(
3 (M22−M22′)2 + 5 (M22+M22′)2
)]}
κ4
+
1
16
{
−
[
(M21−M21′)5 (M22−M22′)
]
− 2 (M21−M21′)3 (M22−M22′)
[
3 (M21+M
2
1′)
2
+ 7 (M22−M22′)2
+ 26 (M21+M
2
1′) (M
2
2+M
2
2′) + 19 (M
2
2+M
2
2′)
2
]
− 4 (M21+M21′) (M22−M22′)2
[
(M21+M
2
1′)
3
+ 2 (M21+M
2
1′) (M
2
2−M22′)2
+ 7 (M21+M
2
1′)
2
(M22+M
2
2′) + (M
2
2−M22′)2 (M22+M22′)
+ 7 (M21+M
2
1′) (M
2
2+M
2
2′)
2
+ (M22+M
2
2′)
3
]
− 4 (M21−M21′)4
[
2 (M22−M22′)2 + (M22+M22′)
(
(M21+M
2
1′) + 2 (M
2
2+M
2
2′)
)]
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− (M21−M21′) (M22−M22′)
[
(M21+M
2
1′)
4
+ (M22−M22′)4
+ 28 (M21+M
2
1′)
3
(M22+M
2
2′) + 6 (M
2
2−M22′)2 (M22+M22′)2 + (M22+M22′)4
+ 2 (M21+M
2
1′)
2
(
19 (M22−M22′)2 + 35 (M22+M22′)2
)
+ 4 (M21+M
2
1′)
(
13 (M22−M22′)2 (M22+M22′) + 7 (M22+M22′)3
)]
− 4 (M21−M21′)2
[
2 (M22−M22′)4 + (M21+M21′)3 (M22+M22′)
+ 8 (M22−M22′)2 (M22+M22′)2 + (M22+M22′)4
+ (M21+M
2
1′)
2
(
8 (M22−M22′)2 + 7 (M22+M22′)2
)
+ (M21+M
2
1′)
(
26 (M22−M22′)2 (M22+M22′) + 7 (M22+M22′)3
)]}
κ5
+O(κ6)
Anhang C
Streuung der Zusta¨nde hi
In diesem Anhang leiten wir her Identita¨ten die Streuung der Zusta¨nde |hi(Pi)〉 betreffend,
die wir beno¨tigen im Haupttext, dort aber nur zitieren ko¨nnen.
C.1 Skalarprodukt 〈hi
′
|hi〉
Wir berechnen das Skalarprodukt 〈hi
′
(Pi′)|h
i(Pi)〉 fu¨r feste i, i
′, beide entweder ∈ {1, 1′}
oder ∈{2, 2′}. Fu¨r i′= i heißt dies die Norm des Zustandes |hi(Pi)〉, vgl. Gl. (2.46), fu¨r i′ 6= i
der U¨berlapp zweier verschiedener, entweder
”
plus“- oder
”
minus“-Zusta¨nde, vgl. Gl. (2.50).
Wir schreiben mithilfe von Gl. (2.41)
〈hi
′
(Pi′ )|h
i(Pi)〉 (C.1)
=
δni′n¯i′√
Nc
δnin¯i√
Nc
∫
d2ki′
(2π)2
∫ 1
0
dzi′
2π
∫
d2ki
(2π)2
∫ 1
0
dzi
2π
ϕ˜
i′†
si′ s¯i′
(zi′ ,ki′ ) ϕ˜
i
sis¯i(zi,ki)
× 〈qsi′ ,ni′ (zi′ ,ki′) q¯s¯i′ ,n¯i′ (z¯i′ , k¯i′)|qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i, k¯i)〉
Wir dru¨cken das Vier-Quark-Matrixelement aus durch Erzeugungs- und Vernichtungsope-
ratoren und erhalten mithilfe der Antikommutatorrelationen, vgl. Gl. (2.64), unmittelbar
〈qsi′ ,ni′ (zi′ ,ki′) q¯s¯i′ ,n¯i′ (z¯i′ , k¯i′)|qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i, k¯i)〉 = δ(i
′, i) δ(¯i′, i¯) (C.2)
mit δ(i′, i) = δsi′siδni′ni (2π)
3 2
√
(pi′)0+(pi)0+ δ(~pi′−~pi) (C.2′)
die Definition von δ(i′, i) nach Gl. (2.64); bzgl. δ(¯i′, i¯) vgl. Gl. (2.64′). Wir betrachten
weiter den Anteil des Konfigurationsraumes, das heißt ohne die Kronecker-Symbole in den
Eichgruppen- und Spinindizes. In Lichtkegelkoordinaten gilt
δ(i′, i)
∣∣
Konfig.
= (2π)3 2
√
(p+i′+p
−
i′ )(p
+
i +p
−
i ) δ
(
(p+i′+p
−
i′ )− (p+i +p−i )
)
δ(pi′−pi) (C.3)
= (2π)3 2
√
zi′P
+
i′
[
1+
α2m2i′
(zi′P
+
i′ )
2
]
· ziP+i
[
1+
α2m2i
(ziP
+
i )
2
]
(C.3′)
× δ
(
zi′P
+
i′
[
1+
α2m2i′
(zi′P
+
i′ )
2
]
− ziP+i
[
1+
α2m2i′
(ziP
+
i )
2
])
δ
(
(zi′Pi′+ki′)− (ziPi+ki)
)
∼
s→∞
(2π)3
√
zi′P
+
i′ ziP
+
i δ(zi′P
+
i′ −ziP+i ) δ((zi′Pi′+ki′)−(ziPi+ki)) (C.3′′)
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mit m der transversalen Quarkmasse entsprechend Gl. (2.10). Dabei sind wir in Gl. (C.3′′)
zu den
”
großen“ Impulskomponenten u¨bergegangen und haben pra¨zisiert den Fall i ≡ 1
(i′∈{1, 1′}). Im Fall i ≡ 2 (i′∈{2, 2′}) sind die
”
großen“ Komponenten der Impulse die
Minus-Komponenten und es ist zu ersetzen P+→P−. Gl. (C.3′′) folgt fu¨r s→∞.
Mithilfe der Sustitution nach Gl. (2.43): z→ z¯ und k→−k, gelangen wir zu dem analo-
gen Ausdruck δ(¯i′, i¯) fu¨r Antiquarks.
Fu¨r das Vier-Quark-Matrixelement nach Gl. (C.2) folgt weiter
〈qsi′ ,ni′ (zi′ ,ki′ ) q¯s¯i′ ,n¯i′ (z¯i′ , k¯i′)|qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i, k¯i)〉 (C.4)
= δsi′siδni′ni δs¯i′s¯iδn¯i′n¯i (2π)
6
√
zi′P
+
i′ ziP
+
i
√
z¯i′P
+
i′ z¯iP
+
i
× δ(zi′P+i′ −ziP+i ) δ((zi′Pi′+ki′)−(ziPi+ki))
× δ([P+i′ −P+i ]− (zi′P+i′ −ziP+i )) δ([ki′−ki]− [(zi′Pi′+ki′)−(ziPi+ki)])
wobei wir z¯=1−z benutzt haben. Im Sinne von Distributionen verschwinden aufgrund der
vorletzten Zeile die Terme in den eckigen Klammern der letzten Zeile; es folgen die Delta-
Distributionen δ(P+i′ −P+i ) und δ(ki′ −ki). Diese wiederum haben Konsequenzen fu¨r die
Delta-Distributionen der vorletzten Zeile. Wir erhalten:
〈qsi′ ,ni′ (zi′ ,ki′ ) q¯s¯i′ ,n¯i′ (z¯i′ , k¯i′)|qsi,ni(zi,ki) q¯s¯i,n¯i(z¯i, k¯i)〉
= δsi′siδni′ni δs¯i′s¯iδn¯i′n¯i (2π)
6
√
zi′P
+
i′ ziP
+
i
√
z¯i′P
+
i′ z¯iP
+
i (C.5)
× (P+i′ )−1 δ(zi′−zi) δ(Pi′−Pi) δ(P+i′ −P+i ) δ(ki′−ki)
= (2π)3 2(Pi′)0+ δ(~Pi′− ~Pi) δsi′siδni′ni δs¯i′s¯iδn¯i′n¯i (C.5′)
× 2zi′ z¯i′ (2π)3 δ(zi′−zi) δ(ki′−ki)
wobei wir in Gl. (C.5′) benutzt haben: P+i′ δ(P
+
i′ −P+i ) ∼ (Pi′ )0+δ(P 3i′−P 3i ) im Limes s→∞
mit den nullten beziehungsweise dritten Komponenten.
Eingesetzt in Gl. (C.1) folgt unmittelbar
〈hi
′
(Pi′)|h
i(Pi)〉 (C.6)
= (2π)3 2(Pi′)0+ δ(~Pi′− ~Pi)
∫
d2ki′
(2π)2
∫ 1
0
dzi′
2π
2zi′ z¯i′ ϕ˜
i′†
si′ s¯i′
(zi′ ,ki′) ϕ˜
i
si′ s¯i′
(zi′ ,ki′ )
Wir haben diese Gleichung streng hergeleitet fu¨r Indizes i=1 und i′∈{1, 1′}. Fu¨r Indi-
zes i=2 und i′∈{2, 2′} sind die
”
großen“ Impulskomponeneten, u¨ber die die Herleitung
geschieht, die Minus-Komponenten. Resultat ist wieder Gl. (C.6).
Seien die Lichtkegelwellenfunktionen ϕ˜iss¯ normiert wie in Gl. (2.47), ihre Fourier-Trans-
formierten (bzgl. des transversalen Vektors) definiert durch Gl. (2.48). Dann ist Gl. (C.6)
fu¨r Indizes i′= i genau Gl. (2.46): die Normierungsbedingung der Zusta¨nde |hi(Pi)〉, fu¨r
Indizes i′ 6= i – beide entweder ∈{1, 1′} oder ∈{2, 2′} – genau Gl. (2.50): deren U¨berlapp.
C.2 Disconnected Terme: δ(i′, i) als Integral
∫
di′i
Wir zeigen explizit die Umformung der disconnected , das heißt nichtzusammenha¨ngenden
Terme δ(i′, i) der Darstellung nach Gl. (2.109) in die nach Gl. (2.110).
Diese aus dem LSZ-Formalismus heraus auftretenden Terme, vgl. die Gln. (2.69), (2.109′′),
stehen dann in derselben Form wie die Einsen 1l, die zu subtrahieren sind von den Wegner-
Wilson-Linien V+, V
†
+ und V−, V
†
−; vgl. die Gln. (2.97), (2.97
′) und (2.98), (2.98′). Die
gemeinsame Form ermo¨glicht die simultane Behandlung.
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Wir betrachten den Ausdruck fu¨r δ(i′, i) nach Gl. (C.3) – pra¨zisiert auf Indizes der
”
plus“-Zusta¨nde, (i, i′)=(1, 1′):
δ(i′, i)
∣∣
Konfig.
= (2π)3 2
√
(p+i′+p
−
i′ )(p
+
i +p
−
i ) δ
(
(p+i′+p
−
i′ )− (p+i +p−i )
)
δ(pi′−pi) (C.7)
Im Limes s→∞ folgt durch Darstellung der Delta-Distributionen durch Fourier-Integrale:
δ(i′, i)
∣∣
Konfig.
= (2π)3 2
√
p+i′ p
+
i δ
(
(p+i′+p
−
i′ )− (p+i +p−i )
)
δ(pi′−pi) (C.8)
= 2
√
p+i′ p
+
i
∫
d(g+−x−)d2x exp i
[
(p+1′−p+1 )(g+−x−)− (p1′−p1)·x
]
(C.8′)
Vergleich mit der Definition des Integrationsmaßes di′i in Gl. (2.99) zeigt
δ(i′, i) = δs′
i
siδni′ni
∫
di′i(x
−,x) (C.9)
Zuna¨chst nur fu¨r die Indizes (i′, i)=(1′, 1), folgt diese Relation in analoger Herleitung fu¨r
die anderen im S-Matrixelement relevanten Kombinationen (2′, 2) und (1¯′, 1¯), (2¯′, 2¯). In
suggestiver Schreibweise mit Eisen 1l der Eichgruppe gilt fu¨r Teilchen:
δ(1′, 1) = δs1′s1
∫
d1′1(x
−,x) 1ln1′n1 (C.10)
δ(2′, 2) = δs2′s2
∫
d2′2(y
+,y) 1ln2′n2 (C.10
′)
und fu¨r Antiteilchen:
δ(1¯′, 1¯) = δs¯1′s¯1
∫
d1¯′1¯(x¯
−, x¯) 1ln¯1′n¯1 (C.11)
δ(2¯′, 2¯) = δs¯2′s¯2
∫
d2¯′2¯(y¯
+, y¯) 1ln¯2′n¯2 (C.11
′)
Damit ist gezeigt die Darstellung der aus dem LSZ-Formalismus herru¨hrenden disconnected
Termen δ(i′, i) in Gl. (2.110) als Einsen 1l unter den Integralen di′i, – a¨quivalent zu den Ein-
sen 1l, die auftreten als Summanden der Wegner-Wilson-Linien V+, V
†
+ und V−, V
†
−. Sie
sind somit zu verstehen und zu behandeln im gleichen Sinne.
C.3 S-Matrixelement 〈h2
′
h1
′
, in|S |h1 h2, in〉
Wir leiten explizit her Gl. (2.111) aus Gl. (2.110). Dies impliziert die Identifizierung der
relevanten Variablen, von denen allein abha¨ngt der Vakuumerwartungswert der vier Wegner-
Wilson-Linien 〈V+V
†
+V−V
†
−〉A.
Wir betrachten das Differential
d1′1(x
−,x) d1¯′1¯(x¯
−, x¯) d2′2(y+,y) d2¯′2¯(y¯
+, y¯) (C.12)
= 2
√
p+1′p
+
1 2
√
p¯+1′ p¯
+
1 2
√
p+2′p
+
2 2
√
p¯+2′ p¯
+
2
× (g+−)4 dx−d2x dx¯−d2x¯ dy+d2y dy¯+d2y¯
× exp i
[
g+−(p+1′−p+1 )x− − (p1′−p1)·x
+ g+−(p¯+1′−p¯+1 )x¯− − (p¯1′−p¯1)·x¯
+ g+−(p−2′−p−2 )y+ − (p2′−p2)·y
+ g+−(p¯−2′−p¯−2 )y¯+ − (p¯2′−p¯2)·y¯
]
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vgl. die Definition in den Gln. (2.99), (2.99′). Dieses Differential wirke auf eine Funktion
mit gleicher Abha¨ngigkeit von x, x¯ und y, y¯ wie
〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A (C.13)
≡ 〈 trF
[
V+(∞, x−,x)V †+(∞, x¯−, x¯)
]
trF
[
V−(y
+,∞,y)V †−(y¯+,∞, y¯)
]
〉A
Wir beziehen uns gegenu¨ber Gl. (2.110) auf den nichttrivialen Ausdruck in Bezug auf die
Abha¨ngigkeit von x, x¯ und y, y¯ und lassen weg die Einsen bezu¨glich der Eichgruppe.
Wir betrachten separat das Exponential in Gl. (C.12) und dru¨cken die Impulse der
(Anti)Quarks aus durch die der Zusta¨nde hi(Pi) und die Bruchteile zi der Quarks an den
”
großen“ Lichtkegelimpulsen, vgl. die Gln. (2.42), (2.42′) und (2.43):
exp i
[
· · ·
]
= exp i
[
g+−
(
(P+1′ −P+1 )x¯− + (P−2′ −P−2 )y¯+
)
+ g+−
(
+ (z1′P
+
1′ −z1P+1 )X− + (z2′P−2′ −z2P−2 )Y +
)
−
(
(k1′−k1) ·X+ (k2′−k2) ·Y
)
−
(
(z1′P1′−z1P1) · x+ (z¯1′P1′−z¯1P1) · x¯
+ (z2′P2′−z2P2) · y + (z¯2′P2′−z¯2P2) · y¯
) ]
(C.14)
unter Definition durch
X = x − x¯ und Y = y − y¯ (C.15)
der Vierer-Differenzvektoren X , Y .
Longitudinal. Wir betrachten zuna¨chst die Koordinatentransformation der longitudina-
len Komponenten. Sei sie vermittelt durch die 4×4-Matrix AL:
x−
x¯−
y+
y¯+
 AL−−−−−→

x−
X−
y+
Y +
 AL =

1 −1 0 0
0 1 0 0
0 0 1 −1
0 0 0 1
 (C.16)
Als obere Dreieckmatrix folgt fu¨r die Jacobi-Determinante der Transformation unmittelbar
∂(X−, x−, Y +, y+)
∂(x−, x¯−, y+, y¯+)
= det AL = 1 (C.17)
Die neuen Koordinaten sind insbesondere linear unabha¨ngig.
Translationsinvarianz des Vakuumerwartungswertes 〈 · 〉A impliziert fu¨r Gl. (C.13)
〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A (C.18)
≡ 〈 trF
[
V+(∞, X−,x)V †+(∞, 0, x¯)
]
trF
[
V−(Y
+,∞,y)V †−(0,∞, y¯)
]
〉A
Damit ist gezeigt, daß 〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A longitudinal bezu¨glich der neuen Variablen abha¨ngt
nur von X− und Y +. Nach Substitution
X ′− = P+1 X
− und Y ′+ = P−2 Y
+ (C.19)
treten auf in Gl. (C.18) statt X−, Y + respektive die Variablen (P+1 )
−1X ′−, (P−2 )
−1 Y ′+.
Diese verschwinden im Limes s→∞, fu¨r den gilt P+1 , P−2 →∞. Es folgt
〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A (C.20)
≡ 〈 trF
[
V+(∞, 0,x)V †+(∞, 0, x¯)
]
trF
[
V−(0,∞,y)V †−(0,∞, y¯)
]
〉A
unabha¨ngig von den longitudinalen Variablen.
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Konsequenz ist, daß die Terme der Exponentialfunktion in Gl. (C.14) mit X−, x−
und Y +, y+ ausintegriert werden ko¨nnen. Die erste Zeile ergibt die Delta-Distributionen
2π(g+−)−1 · δ(P+1′ −P+1 ) und 2π(g+−)−1 · δ(P−2′ −P−2 ) (C.21)
und hiermit die zweite Zeile:
2π (g+− P+1 )
−1 · δ(z1′−z1) und 2π (g+− P−2 )−1 · δ(z2′−z2) (C.22)
Transversal. Die Delta-Distributionen in Gl. (C.22) haben Konsequenzen fu¨r die trans-
versalen Komponenten. Die Terme der Exponentialfunktion von Gl. (C.14) in der dritten
bis fu¨nften Zeile schreiben sich:
exp
[ · · · ] ∣∣
T
= exp i
[
(k1′−k1) ·X+ (k2′−k2) ·Y + (P1′−P1) ·Xz + (P2′−P2) ·Yz
]
(C.23)
= exp i
[
(k1′−k1) ·X+ (k2′−k2) ·Y + τ · (Xz−Yz)−P ·Yz
]
(C.23′)
Dabei definieren wir zi-gewichtete Differenzvektoren
Xz = z1 x + z¯1 x¯ und Yz = z2 y + z¯2 y¯ (C.24)
und in Gl. (C.23′) zusa¨tzlich die Vierer-Impulse
P = (P1′ + P2′)− (P1 + P2) und τ = P1′ − P1 (C.25)
Es ist P der Differenzimpuls zwischen den ein- und auslaufenden Zusta¨nden, wie definiert
in Gl. (2.20), τ der Vierer-Impulsu¨bertrag, dessen Quadrat identisch der Invarianten t nach
Mandelstam ist: τ2= t, vgl. Gl. (2.19).
In Gl. (C.23′) werden identifiziert X, Y und Xz−Yz, Yz als die relevanten transversalen
Variablen. Sie werden vermittelt durch die 8×8-Matrix AT :
x
x¯
y
y¯
 AT−−−−−→

X
Y
Xz−Yz
Yz
 AT =

1l −1l 0 0
0 0 1l 0
z11l z¯11l −z21l −z¯11l
0 0 z21l z¯11l
 (C.26)
in Termen von 2×2-Matrizen. Die Jacobi-Determinante der Transformation ist
∂(X,Y,Xz−Yz,Yz)
∂(x, x¯,y, y¯)
= det AT (C.27)
= det
(
z11l z¯11l
1l −1l
)
· det
(
z21l z¯21l
1l −1l
)
= 1
Die neuen Koordinaten sind insbesondere linear unabha¨ngig.
Fu¨r die Inverse der Matrix AT folgt:
AT
−1 =

z¯11l 0 1l 1l
−z11l 0 1l 1l
0 z¯21l 0 1l
0 −z21l 0 1l
 (C.28)
Der Vierer-Impakt b der Streuung ist definiert als der zum Vierer-Impulsu¨bertrag τ – vgl.
Gl. (C.25) – Fourier-konjugierte Vektor; aus Gl. (C.23′) lesen wir ab:
b = Xz − Yz = (z1 x+ z¯1 x¯)− (z2 y + z¯2 y¯) (C.29)
und definieren
ω = (Xz + Yz)/2 =
(
(z1 x+ z¯1 x¯) + (z2 y + z¯2 y¯)
)/
2 (C.30)
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Die Transversalprojektionen der (Anti-)Quark-Koordinaten in den Ortsraum folgen mithilfe
von AT
−1; es folgt fu¨r die
”
plus“-Zusta¨nde (Index 1):
x = z¯1X + b/2 + ω (C.31)
x¯ = −z1X + b/2 + ω (C.31′)
fu¨r
”
minus“-Zusta¨nde (Index 2):
y = z¯2Y − b/2 + ω (C.32)
y¯ = −z2Y − b/2 + ω (C.32′)
Mit (Xz−Yz)+Yz=b/2+ω, Yz=−b/2+ω folgt ω als global additiver Term, der o.E.d.A.
weggelassen wirdC.1:
〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A ≡ 〈 trF
[
V+(∞, 0, z¯1X+b/2)V †+(∞, 0,−z1X+b/2)
]
(C.33)
×trF
[
V−(0,∞, z¯2Y−b/2)V †−(0,∞,−z2Y−b/2)
]
〉A
aufgrund der Translationsinvarianz des Vakuumerwartungswertes 〈 · 〉A.
Wir fassen das Resultat der Koordinatentransformationen von Gl. (C.16) und (C.26) zusam-
men. Im Limes s→∞ gilt P+1′ −P+1 =P+ und P−2′ −P−2 =P−, vgl. die Gln. (C.14), (C.23),
so daß fu¨r das Differential nach Gl. (C.12) folgt
d1′1(x
−,x) d1¯′1¯(x¯
−, x¯) d2′2(y+,y) d2¯′2¯(y¯
+, y¯) (C.34)
∼
s→∞
2
√
z1′P
+
1′ z1P
+
1 2
√
z¯1′P
+
1′ z¯1P
+
1 2
√
z2′P
−
2′ z2P
−
2 2
√
z¯2′P
+
2′ z¯2P
−
2
× (g+−)4 dX− dY + dx¯− dy¯+ d2X d2Y d2(Xz−Yz) d2Yz
× exp i [g+−(P+1 (z1′−z1)X− + P−2 (z2′−z2)Y + + P+x¯− + P−y¯+)
− ((k1′−k1) ·X+ (k2′−k2) ·Y − τ · (Xz−Yz) +P ·Yz)]
Dieses ist zu beziehen auf eine Funktion, die abha¨ngt longitudinal von X−, Y +, x¯−, y¯+ und
transversal von X, Y, Xz−Yz, Yz in derselbe Weise wie 〈V+V †+V−V †− 〉A in Gl. (C.33), –
einschließlich der Eichgruppen-Einsen im urspru¨nglichen Vakuumerwartungswert.
Die Integrationen der longitudinalen Variablen sind daher nur zu beziehen auf das Ex-
ponential: Integration von X−, Y + ergibt Gl. (C.22): Delta-Distributionen in (z1′−z1),
respektive in z2′−z2. Integration von x¯−, y¯+ ergibt Erhaltung des longitudinalen Gesam-
timpulses: Delta-Distributionen in P+, P−. Integration u¨ber Yz schließlich ist im selben
Sinne frei und ergibt Erhaltung des transversalen Gesamtimpulses: δ(P).
Wir benutzen die Implikationen dieser Delta-Distributionen fu¨r die Wurzelausdru¨cke,
setzen b=Xz −Yz nach Definition in Gl. (C.29) und erhalten fu¨r Gl. (C.34) weiter
d1′1(x
−,x) d1¯′1¯(x¯
−, x¯) d2′2(y+,y) d2¯′2¯(y¯
+, y¯) (C.35)
∼
s→∞
24 z1z¯1(P
+
1 )
2 z2z¯2(P
−
2 )
2 (g+−)4
× (2π)6 (g+−)−4 (P+1 P−2 )−1 δ(z1′−z1) δ(z2′−z2) δ(P+) δ(P−) δ(P)
× d2b exp [ − i τ · b] d2X exp [− i (k1′−k1) ·X] d2Y exp [− i (k2′−k2) ·Y]
Es gilt im Limes s→∞:
2P+1 P
−
2 ∼s→∞ (g+−)
−1 s (C.36)
δ(P+) δ(P−) ∼
s→∞
g+− δ(P 0) δ(P 3) (C.37)
C.1Dies entspricht Wahl von ω=(Xz+Yz)/2 als Koordinatenursprung; i.a. wird nicht a priori ω≡0 gesetzt.
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Folglich:
d1′1(x
−,x) d1¯′1¯(x¯
−, x¯) d2′2(y+,y) d2¯′2¯(y¯
+, y¯) (C.38)
∼
s→∞
i (2π)4 δ(P )
× (−2i s) d2b exp [− i τ · b]
× 2π δ(z1′−z1) 2z1z¯1 d2X exp
[− i (k1′−k1) ·X]
× 2π δ(z2′−z2) 2z2z¯2 d2Y exp
[− i (k2′−k2) ·Y]
in Termen der relevanten Transversalvektoren b und X, Y.
In Gl. (2.109) steht das Differential d1′1d1¯′1¯d2′2d2¯′2¯ des Vakuumerwartungswerts der vier
Wegner-Wilson-Linien 〈V+V
†
+V−V
†
− 〉A – einschließlich der Einsen der Eichgruppe – unter
den IntegralenC.2∏
i=1,2
∫
dϕ˜
i′†
si′s¯i′
(zi′ ,ki′ )
∫
dϕ˜isi¯si(zi,ki) (C.39)
die implizieren die Lichtkegelwellenfunktionen der hadronischen Zusta¨nde; zur Definition
der dϕ˜isi¯si(zi,ki) vgl. Gl. (2.108). Fu¨r i=1, 2 und Z summarisch fu¨r X oder Y gilt:∫
dϕ˜
i′†
si′s¯i′
(zi′ ,ki′ )
∫
dϕ˜isi¯si(zi,ki)
× 2π δ(z1′−z1) 2z1z¯1
∫
d2Z exp
[− i (k1′−k1) · Z]
=
∫
d2Z
∫ 1
0
dzi
2π
(∫
d2ki′
(2π)2
exp
[
iki′ · Z
] √
2ziz¯i ϕ˜
i′
si¯si(zi,ki′)
)†
×
(∫
d2ki
(2π)2
exp
[
iki · Z
] √
2ziz¯i ϕ˜
i
si¯si(zi,ki)
) (C.40)
=
∫
d2Z
∫ 1
0
dzi
2π
ϕ
i′†
si¯si(zi,Z) ϕ
i
sis¯i(zi,Z) (C.40
′)
unter Absorption von Faktoren
√
2ziz¯i in die transversal Fourier-transformierten Lichtke-
gelwellenfunktionen ϕisi¯si , vgl. deren Definition in Gl. (2.48).
Wir definieren das Integrationsmaß
dϕi′,i(z,Z) ≡ d2Z dz
2π
ϕ
i′†
ss¯ (z,Z) ϕ
i
ss¯(z,Z) i = 1, 2 (C.41)
das gewichtet entsprechend dem U¨berlapp ϕss¯
i′†ϕiss¯ der Lichtkegelwellenfunktionen; Sum-
mation u¨ber die Spins von Quark und Antiquark sei impliziert. Dann gilt fu¨r das S-Matrix-
element in conclusio:
〈h2
′
(P2′)h
1′(P1′), in |S |h
1(P1)h
2(P2), in 〉 (C.42)
∼
s→∞
i (2π)4 δ(P )
×− 2i s
∫
d2b e−i τ ·b
∫
dϕ1′,1(z1,X)
∫
dϕ2′,2(z2,Y)
× 〈 trF
[
Z−12
(
V+(∞, 0, z¯1X+b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
+(∞, 0,−z1X+b/2)− δZ2 1lF
)]
×trF
[
Z−12
(
V−(0,∞, z¯2Y−b/2)− δZ2 1lF
)
Z−12
(
V
†
−(0,∞,−z2Y−b/2)− δZ2 1lF
)]
〉A
Dies ist genau Gl. (2.111).
C.2also insgesamt von Dimension Zwo¨lf

Anhang D
Aktive Lorentz-Boosts D.1
Zwei Inertialsysteme I und I ′ ko¨nnen differieren bezu¨glich zehn Parametern: bezu¨glich einer
Verschiebung zeitlich um a0, ra¨umlich um ~a, einer Drehung um ~α und einer gleichfo¨rmigen
Bewegung mit Geschwindigkeit ~v.
Wir betrachten spezielle orthochrone Lorentz-Transformationen: Elemente der Eins-Zu-
sammenhangkomponente der Lorentz-Gruppe L↑+ , – charakterisiert durch (a0,~a t)≡0 und
fu¨r kontravariante Komponenten vermittelt durch pseudo-orthogonale Matrizen Λ≡(Λµν),
µ, ν∈{0, 1, 2, 3}, im Sinne Λt gΛ=g, das heißt gµνΛµρΛνσ=gρσ, mit Λ00>0, det Λ≡+1.
D.1 Lorentz-Boosts
Als Lorentz-Boost wird bezeichnet die reine Geschwindigkeitstransformation, die keine Dre-
hung entha¨lt: ~α≡~0. Sei ~β=~v/c die Boost-, das heißt Dreier-Geschwindigkeit von I ′ gemessen
in I. Dann besteht zwischen den ungestrichenen und gestrichenen Komponneten eines be-
liebigen Lorentz-(Spalten)Vektors x≡(xµ)≡(xµ′ ) der Zusammenhang:D.2
xµ
′
= Λµν x
ν µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3} (D.1)
Λ =
(
Λµν
)
=
 γ −γ ~β t
−γ ~β 1l + γ
2
γ+1
~β ~β t
 (D.2)
mit
γ ≡ γ(β) = 1/√1− β2 β = |~β| (D.3)
Sei im folgenden die x3-Achse gewa¨hlt in Boost-Richtung: ~β=β (0, 0, 1)t, so daß gilt:D.3
Λ =
(
Λµν
)
=
(
γ −γ β
−γ β γ
)
=
(
coshψ − sinhψ
− sinhψ coshψ
)
(D.4)
[bzgl. ψ vgl. die Gln. (D.12), (D.13)]. Mit Konvention des Beta-Parameters β als positiv – das
heißt β∈ [0, 1) – wird Umkehrung der Boost-Richtung realisiert durch Substitution β→−β.
Wir bedienen uns des Minkowski-Diagramms als wichtigem Instrument fu¨r Argumenta-
tion und Anschauung. Wir rekapitulieren: Gl. (D.1) mithilfe (D.4) lautet explizit:
x0
′
= γ
(
x0 − β x3) (D.5)
x3
′
= γ
(− β x0 + x3) (D.5′)
D.1Diesem Anhang zugrunde liegen die Konventionen bzgl. der Lorentz-Algebra von Anh. A.1, speziell bzgl.
Lichtkegelkoordinaten von Anh. A.1.2. Bzgl. der einfu¨hrenden Abschnitte vgl. Ref. [147], insbes. Ref. [188].
D.2Es ist ~β der dreidimensionale Spalten-Vektor, 1l die 3×3-Matrix und mit t bezeichnet Transposition.
D.3Es sind ausgeschrieben nur die longitudinalen Komponenten; die transversalen transformieren trivial.
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Abbildung D.1: Minkowski-Diagramm: Allgemeiner Lorentz-Boost. Sei I Inertialsystem mit
Achsen x0, x3. Relativ zu I und gemessen in I bewege sich gleichfo¨rmig mit Geschwindig-
keit β∈ [0, 1) in positive x3-Richtung das Bezugsystem I ′, das ergo auch Inertialsystem ist.
Seine Achsen x0
′
, x3
′
besitzen dann bezu¨glich der Achse x3 Steigung β−1 bzw. β: Sie sind
hineingedreht in den 1. Quadranten um den Winkel −α bzw. α mit Definition tanα := β.
Die Einsen der Achsen folgen als deren Schnittpunkte mit den zeit- bzw. raumartigen Hy-
perboloiden [h+ bzw. h−, grau]: Der Eins-Abschnitt auf x
0′ ist gro¨ßer als der auf x0 –
Zeitdilatation, der Eins-Abschnitt auf x3
′
ist gro¨ßer bzgl. x3 – La¨ngenkontraktion [weit vs.
eng punktiert]. Fu¨r β → 1 folgt α → 45◦, das heißt die Achsen approximieren simultan
die erste Winkelhalbierende – den
”
Lichtkegel“ h0 –, und ihre Einsen gemessen in I gehen
gegen Unendlich. Umkehrung der Boost-Richtung in negative x3-Richtung geschieht durch
Substitution β→−β, so daß α→−α. Vgl. Text und Fußn.D.4.
Die x3
′
-Achse ist charakterisiert durch verschwindende Zeitkomponente in I ′: x0
′ !
=0, das
heißt x0
(
x3
)
=β x3, entsprechend die x0
′
-Achse durch x3
′ !
=0, das heißt x0
(
x3
)
=β−1 x3. Im
Minkowski-Diagrammmit x0- der vertikalen und x3- der horizontalen Achse – vgl. Abb. D.1 –
sind dies Geraden der Steigung β und β−1, die gegenu¨ber den Achsen x0 und x3 verdreht sind
in den ersten Quadranten, um den Winkel −α beziehungsweise α, der definiert ist durch
tan α := β (D.6)
mit α∈ [0, π/4) fu¨r β∈ [0, 1). Fu¨r wachsende Boost-Geschwindigkeit: β→1, gilt α→45◦, das
heißt die positiven Abschnitte der Achsen x0
′
und x3
′
na¨hern sich simultan an dem positiven
Abschnitt der ersten Winkelhalbierenden.D.4 Der Grenzwert selbst ist daher singula¨r.
D.4Zur Umkehrung des Boosts in negative x3-Richtung ist zu substituieren β→−β, folglich α→−α: Die
Achsen x0
′
und x3
′
sind hineingedreht in den 2. bzw. 4. Quadranten; fu¨r β→1 na¨hern sich so ihre positiven
Abschnitte simultan an dem positiven bzw. negativen Abschnitt der zweiten Winkelhalbierenden.
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Werde x≡(xµ)≡(xµ¯) aufgefaßt als Differenzvektor von Ereignissen in (x0, x3)≃(x0′ , x3′)
und (0, 0). Dann ist sein Lorentz-Quadrat invariant per definitionem:
(x0)2 − (x3)2 = (x0′ )2 − (x3′)2 =: c (D.7)
Sei betrachtet x0 als Funktion von x3, das heißt: x0
(
x3
)
=±√c+ (x3)2. Das Vorzeichen der
Invarianten c bestimmt drei Klassen von Ereignissen bezu¨glich (0, 0). Seien entsprechend
fu¨r c=+1, −1 und 0 definiert die Hyperboloide:
h+(x
3) := ±
√
+1+ (x3)2 (D.8)
h−(x
3) := ±
√
−1 + (x3)2 (D.8′)
h0(x
3) := ±
√
0 + (x3)2 = ± ∣∣x3∣∣ (D.8′′)
Dann liegen die von (0, 0) mit
”
Abstand Eins“ separierten Weltpunkte x/
√|c| auf h+ bei
zeitartiger, auf h− bei raumartiger Separation [c> 0 bzw. c< 0]; die mit ”
Abstand Null“ –
lichtartig – separierten Weltpunkte liegen auf h0 [c=0]. Die Einsen der x
0′ - und x3
′
-Achsen
sind folglich gegeben als deren Schnittpunkte mit h+ beziehungsweise h−. Konsequenz sind
Zeitdilatation und La¨ngenkontraktion in einem relativ bewegten Bezugsystem, vgl. Abb. D.1:
Die Eins-Abschnitte von x0
′
und x3
′
in I ′ sind la¨nger als Eins in I fu¨r alle β>0 [vgl.
die vertikale bzw. horizontale eng versus entsprechende weit gepunktete Strecke im Sinne
achsenparalleler Projektionen]. – Dabei heißt La¨ngenmessung per definitionem Bestimmung
der Endpunke zu derselben Zeit , das heißt: x0=const. in I und x0
′
=const. in I ′.
Neben der graphischen Darstellung von Lorentz-Boosts im Minkowski-Diagramm ist von
Vorteil ihre Formulierung in Lichtkegelkoordinaten. Gl. (D.1) schreibt sich a¨quivalent:
xµ¯
′
= Λµ¯ν¯ x
ν¯ µ¯, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.9)
Die Komponenten der Matrix Λ¯≡(Λµ¯ν¯), µ¯, ν¯∈{+,−, 1, 2}, werden berechnet wie folgt:
x±
′
= α
(
x0
′ ± x3′) = α (γ(x0 − β x3) ± γ(−β x0 + x3)) (D.10)
= γ(1∓ β) · α (x0 ± x3) (D.10′)
= γ(1∓ β) · x± = exp∓ψ · x± (D.10′′)
die letzte Identia¨t aufgrund γ(1∓β)=[(1+β)/(1−β)]∓1/2 und Definition:
ψ :=
1
2
ln
1+β
1−β = artanhβ (D.11)
d.h. β = tanh ψ = i tan−iψ (D.11′)
mit ψ∈ [0,+∞) fu¨r β∈ [0, 1). In Hinblick auf Gl. (D.6) wird ψ bezeichnet als der hyper-
bolische Winkel des Lorentz-Boosts. Aus β=tanhψ folgt, vgl. Gl. (D.3):
γ = 1/
√
1−β2 = [1−tanh2 ψ]−1/2 = coshψ (D.12)
folglich:
γ β = coshψ tanhψ = sinhψ (D.13)
Zusammenfassend gilt:
Λ¯ ≡ (Λµ¯ν¯) = (γ(1− β) 0
0 γ(1 + β)
)
=
(
exp−ψ 0
0 exp+ψ
)
(D.14)
Die Matrix Λ¯≡(Λµ¯ν¯) ist diagonal – insofern Lorentz-Boosts besonders einfach in Lichtke-
gelkoordinaten. Unter Umkehrung der Boost-Richtung, β→−β, vertauschen x+ und x−
ihre Rollen. Mit det Λ¯=0 fu¨r ±β=1 ist dokumentiert die Singularita¨t des Grenzwerts.
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D.2 Aktive versus passive Transformation
Der soweit diskutierten passiven Auffassung von Lorentz-Transformationen steht gegenu¨ber
die aktive Auffassung, die unserer Diskussion im Haupttext zugrunde liegt. Wir konfrontie-
ren beide Auffassungen, beziehen uns dabei weiterhin o.E.d.A. auf Vierer-Vektoren.
Sei {e(µ)} eine orthogonale Basis des Minkowski-Raumes, das heißt ihre Vektoren nor-
miert gema¨ß:
e(µ) · e(ν) = gµν µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3} (D.15)
mit
(
gµν
)
=diag[+1,−1,−1,−1] dem metrischen Tensor, vgl. die Gln. (A.4), (A.10).
Passive Transformation heißt – wir rekapitulieren Gl. (D.1) –, ein und denselben Vek-
tor x zu betrachten bezu¨glich zweier Inertialsysteme I und I ′. Bezu¨glich deren Basen {e(µ)}
und {e′(µ)} besitze er Komponenten xµ beziehungsweise xµ
′
, wir schreiben: x≡(xµ)≡(xµ¯).
Es gilt:
x = xµ e(µ)
!
= xµ
′
e′(µ) = Λ
µ
ν x
ν e′(µ) (D.16)
mit der letzten Identita¨t aufgrund xµ
′
=Λµν x
ν , vgl. Gl. (D.1). Folglich:
e(ν) = Λ
µ
ν e
′
(µ) (D.17)
Sei die Matrix
(
Λµ
ν
)
definiert durch die hierzu inverse Relation:
e′(µ) =: Λµ
ν e(ν) (D.18)
Aus den Gln. (D.17), (D.18) folgt unmittelbar:
Λµρ Λν
ρ = Λρ
µ Λρν = δ
µ
ν (D.19)
das heißt die Matrizen
(
Λµν
)
und
(
Λµ
ν
)
sind kontragredient – die eine die transponierte
Inverse der anderen.
Aktive Transformation heißt die Abbildung des gesamten Minkowski-Raums in sich
unter Erhaltung des Vierer-Skalarprodukts:D.5
x −→ x′ = Λ x unter x′2 = x2 (D.20)
Dies impliziert die Abbildung der Vektoren der Basis {e(µ)} wie folgt:
e(µ) −→ e′(µ) = Λ e(µ) (D.21)
mit e′(µ) · e′(ν)=e(µ) · e(ν)=gµν , vgl. Gl. (D.15): Die so-definierten e′(µ) bilden zum einen eine
Basis {e′(µ)} und besitzen zum anderen eine Zerlegung bezu¨glich der alten Basis:
e′(µ) = Λµ
ν e(ν) (D.22)
vgl. Gl. (D.18). Folglich gilt:
x′ = Λ x = Λ xµ e(µ) = xµ Λ e(µ) = xµ Λµν e(ν)
!
= x′µ e(µ) (D.23)
mit der vorletzten Identita¨t aufgrund der Gln. (D.21), (D.22). Fu¨r die Komponenten von x′
bezu¨glich der alten Basis {e(µ)} folgt daher:
x′µ = Λνµ xν (D.24)
und invertiert:
xµ = Λµν x
′ν (D.25)
D.5In Gl. (D.16) a¨ndern sich die Komponenten desselben Vektors, in Gl. (D.20) der Vektor selbst; entspre-
chend steht der Strich zur Notation.
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Gl. (D.24) steht in direktem Kontrast zu Gl. (D.1): Die passive Transformation wird ver-
mittelt durch Λ ≡ (Λµν), die aktive Transformation durch die transponierte inverse Ma-
trix: Λ−1 t≡(Λµν). De facto dreht die Boost-Geschwindigkeit gerade ihr Vorzeichen um. Es
gilt, vgl. Gl. (D.4) und die Gln. (D.12), (D.13):
x′µ = Λνµ xν (D.26)
mit
(
Λµ
ν
)
=
(
γ +γ β
+γ β γ
)
=
(
coshψ sinhψ
sinhψ coshψ
)
≡ Λ−1 t (D.26′)
a¨quivalent in Lichtkegelkoordinaten, vgl. Gl. (D.14):
x′µ¯ = Λν¯ µ¯ xν¯ (D.27)
mit
(
Λµ¯
ν¯
)
=
(
exp+ψ 0
0 exp−ψ
)
≡ Λ¯−1 t (D.27′)
mit Definition tanhψ :=β nach Gl. (D.11).
D.3 Streuung im Bild aktiver Lorentz-Boosts
Wir formulieren Streuung auf Basis aktiver Lorentz-Boosts. Dies fu¨hrt auf Koordinaten, die
formal vereinfachen und interpretatorisch suggestiv sind.
Das zugrundeliegende Bild sei zuna¨chst grob umrissen. Wir betrachten zwei Teilchen p
und m –
”
pus“ und
”
minus“ – unter simultanen aktiven Lorentz-Boosts head-to-head. Das
heißt sie ruhen in Inertialsystemen Ip und Im, die sich mit Geschwindigkeit βp in positive
beziehungsweise mit βm in negative x
3-Richtung aufeinander zu bewegen: Ihre Weltlinien
Cp, Cm liegen auf deren Zeitachsen.D.6 Die invariante Schwerpunktenergie der Streuung √s
ist Funktion der Boost-Parameter βp, βm; dabei gilt
√
s→∞, falls βp→1 und/oder βm→1.
Es folgt βm als Funktion von βp durch die Forderung, daß der Schwerpunkt beider Teilchen
ruht in einem Inertialsystem I0 – vor wie nach den Boosts. Seien I0p und I0m die entspre-
chenden Ruhsysteme vor den Boosts. Dann nehmen wir o.E.d.A. an: I0≡I0p≡I0m, das
heißt, daß die Boosts erfolgen
”
aus der gemeinsamen Ruhe bzgl. x3“, das heißt die longitu-
dinalen Projektionen ihrer initialen Weltlinien C0p, C0m liegen gemeinsam auf der Zeitachse
von I0. Vgl. Abb. D.2. Wir formalisieren dieses Bild wie folgt.
Seien Pı≡ (Pµı ) mit ı=p,m die Vierer-Impulse der Teilchen in den urspru¨nglichen Inertial-
systemen I0p, I0m:
Pp≡(Pµp ) =
P 0pP
P 3
 (∗)=
P 0pP
0
 Pm≡(Pµm) =
 P 0m−P
−P 3
 (∗)=
P 0m−P
0
 (D.28)
mit P 0ı =
√
M2ı +P
2+(P 3)2
(∗)
=
√
M2ı +P
2 M2ı > 0 ı = p,m (D.29)
a¨quivalent P¯ı≡(P µ¯p ) in Lichtkegelkoordinaten:
P¯p ≡ (P µ¯p ) =
P+pP−p
P
 und P¯m ≡ (P µ¯m) =
P+mP−m
−P
 (D.30)
mit P±ı = α (P
0
ı ± P 3ı )
(∗)
= αP 0ı ı = p,m (D.31)
vgl. Gl. (A.17) und (A.18), (A.18′). Dabei gelten die Identita¨ten (∗) aufgrund Identifizierung
D.6Wir betrachten physikalische Teilchen mit nichtverschwindenden Massequadraten: M2p ,M
2
m > 0, deren
Weltlinien folglich innerhalb des Lichtkegels liegen, so daß garantiert ist die Existenz (momentaner) inertialer
Ruhsysteme, wie sie unsere Konstruktion voraussetzt.
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Abbildung D.2: Minkowski-Diagramm: Weltlinien unter aktiven Lorentz-Boosts – head-to-
head. Teilchen p und m seien zuna¨chst gemeinsam in Ruhe bzgl. I0≡I0p≡I0m: ihre initialen
Weltlinien C0p, C0m liegen auf der Achse x0 von I0 [vgl. Identita¨ten (∗)]. Werde Teilchen p
aktiv geboostet mit βp, Teilchen m mit −βm in x3-Richtung; βp, βm ∈ [0, 1). Dann ruhen
sie in Inertialsystemen Ip, Im, die sich aufeinander zu bewegen mit Geschwindigkeit βp in
positive bzw. mit −βm in negative x3-Richtung relativ zu I0. Ihre Weltlinien Cp, Cm fallen
zusammen mit den Zeitachsen von Ip, Im. Fu¨r βp, βm→1 gehen diese u¨ber in C+, C−, die
auf dem Lichtkegel h0 liegen; ihre La¨ngen [vgl. die Abschnitte zwischen den Schnittpunkten
mit h+] wachsen gemessen in I0 im Sinne der Zeitdilatation an gegen Unendlich.
der Systeme: I0≡I0p≡I0m, im Sinne eines gemeinsamen initialen Ruhsystems.
Es gilt fu¨r s0=(Pp+Pm)
2, das Quadrat der initialen invarianten Schwerpunktenergie:
s0 = M
2
p +M
2
m + 2
{
P 0pP
0
m +P
2 + (P 3)2
}
(D.32)
= M2p +M
2
m + 2
{
g+−
[
P+p P
−
m+P
−
p P
+
m
]
+P2
}
(D.32′)
mit g+−=1/2α2 nach Gl. (A.21).
Die aktiv transformierten Vierer-Impulse P ′ı ≡ (P ′νı ) und P¯ ′ı ≡ (P ′ν¯ı ) fu¨r ı= p,m folgen
mithilfe der Gln. (D.26), (D.26′) bzw. (D.27), (D.27′):
P ′µı = (Λı)ν
µ P νı µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3} ı = p,m (D.33)
mit
(
(Λp)µ
ν
)
=
(
γp +γp βp
+γp βp γp
)
=
(
coshψp +sinhψp
+sinhψp coshψp
)
(
(Λm)µ
ν
)
=
(
γm −γm βm
−γm βm γm
)
=
(
coshψm − sinhψm
− sinhψm coshψm
)
(D.33′)
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und
γı ≡ γ(βı) = 1/
√
1−β2ı ı = p,m (D.34)
vgl. Gl. (D.3) – und a¨quivalent in Lichtkegelkoordinaten:
P ′µ¯ı = (Λı)ν¯
µ¯ P ν¯ı µ¯, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} ı = p,m (D.35)
mit
(
(Λp)µ¯
ν¯
)
=
(
exp+ψp 0
0 exp−ψp
)
(
(Λm)µ¯
ν¯
)
=
(
exp−ψm 0
0 exp+ψm
) (D.35
′)
und Definition
tanhψı = βı ı = p,m (D.36)
so daß ψı ∈ [0,+∞) wegen βı∈ [0, 1) fu¨r ı=p,m per definitionem, vgl. Gl. (D.11).
Es gilt fu¨r s = (P ′p + P
′
m)
2, das Quadrat der invarianten Schwerpunktenergie nach der
aktiven Transformation:
s = s0 + 2
{(
γpγm (1+βpβm)−1
) [
P 0pP
0
m + (P
3)2
]
+ γpγm (βp+βm)
[
P 0p + P
0
m
]
P 3
} (D.37)
= s0 +
1
α2
{(
eψ−1) P+p P−m +
(
e−ψ−1) P−p P+m} (D.37′)
= s0 +
1
α2
{(
coshψ − 1) [P+p P−m + P−p P+m ]
+ sinhψ
[
P+p P
−
m − P−p P+m
]
P 3
} (D.37′′)
unter Definition
ψ := ψp + ψm (D.38)
mit ψ ∈ [0,+∞) nach Gl. (D.36); bzgl. s0 vgl. die Gln. (D.32), (D.32′). Unter Identifizierung
der initialen Systeme: I0≡I0p≡I0m, das heißt Boost aus dem gemeinsamen Ruhsystem –
die Identita¨ten (∗) –, vereinfacht sich Gl. (D.37) und (D.37′′) respektive wie folgt:
s = s0 + 2
(
γpγm (1+βpβm)−1
)
P 0pP
0
m (D.39)
= s0 + 2
(
coshψ − 1) P 0pP 0m (D.39′)
mit s0=(P
0
p+P
0
m)
2 und P 0ı =
√
M2ı +P
2. [Gesetzt βp
!
=0 und βm
!
=0, folgt wieder s=s0.]
Der Schwerpunkt des Systems beider Teilchen ruhe in I0 nach wie vor den Boosts,
das heißt sie geschehen in dieser Weise simultan. Dadurch ist βm determiniert als Funktion
von βp. Wir beschra¨nken uns darauf den Zusammnehang zu bestimmen unter Identifizierung
der initialen Systeme: I0≡I0p≡I0m; auf Basis der Identita¨ten (∗) wird gefordert:
P ′p
3 + P ′m
3 != 0 (D.40)
d.h. γp βp P
0
p + γm βm P
0
m
!
= 0 (D.40′)
vgl. die Gln. (D.33), (D.33′) und (D.34). Daraus folgt unmittelbar:
β2m =
(1−β2p)
(1−β2p) + µβ2p
und 1− β2m =
µβ2p
(1−β2p) + µβ2p
(D.41)
mit
µ := (P 0p )
2
/
(P 0m)
2 (D.42)
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Und daraus:
βm = βp ·
√
µ√
(1−β2p) + µβ2p
(D.43)
γm = γp ·
√
(1−β2p) + µβ2p (D.43′)
Aus tanhψı=βı fu¨r ı=p,m, vgl. Gl. (D.36), folgt unmittelbar:
γı = coshψı (D.44)
γı βı = sinhψı ı = p,m (D.45)
vgl. die Gln. (D.12), (D.13), und die Gln. (D.43), (D.43′) nehmen die einfache Form an:
βm =
√
µ sinh2 ψp√
1 + µ sinh2 ψp
!
= tanhψm (D.46)
γm =
√
1 + µ sinh2 ψp
!
= coshψm (D.46
′)
Aus dem Additionstheorem fu¨r hyperbolische Funktionen folgt die Zerlegung:
coshψ = cosh(ψp+ψm) (D.47)
= coshψp coshψm + sinhψp sinhψm (D.47
′)
=
(
coshψp + sinhψp tanhψm
)
coshψm (D.47
′′)
= coshψp ·
√
1 + µ sinh2 ψp + sinhψp · √µ sinhψp (D.47′′′)
mit der letzten Identita¨t aufgrund der Gln. (D.46), (D.46′).
Der Zusammenhang zwischen s und coshψ nach Gl. (D.39′) ist damit ein Zusammenhang
zwischen s und coshψp. Zusammengefassend gilt:
D.7
s = s0 + 2
(
coshψ − 1) P 0pP 0m (D.48)
mit coshψ = coshψp ·
√
1 + µ
(
cosh2 ψp−1
)
+
√
µ
(
cosh2 ψp−1
)
(D.48′)
und invertiert:D.7
coshψp =
[
1 − cosh
2 ψ − 1
(coshψ +
√
µ)2
]−1/2
(D.49)
mit coshψ = 1 +
s− s0
2P 0pP
0
m
(D.49′)
Dabei ist s0=M
2
p+M
2
m+2(P
0
pP
0
m+P
2) und µ=(P 0p )
2
/
(P 0m)
2 mit P 0ı =
√
M2ı +P
2, M2ı >0,
fu¨r ı=p,m. Die Parameter dieser Relationen:M2p ,M
2
m und P
2 [mit P≡Pp≡−Pm per def.],
sind Teilchen-spezifisch beziehungsweise subsumieren deren transversale Kinematik.
U¨ber die angegebenen Relationen stehen s und βp, βm in eineindeutigem Zusammenhang.
Es ist daher a¨quivalent, zwei aufeinander zu laufende Teilchen im Schwerpunktsystem zu
betrachten in Termen des Quadrats ihrer invarianten Schwerpunktenergie s oder in Termen
der Beta-Parameter βp und βm entsprechender aktiver Lorentz-Boosts.
Wir gehen den zweiten Weg und definieren auf Basis von βp, βm beziehungsweise ψp, ψm
geeignete longitudinale Koordinaten xp, xm. Der Limes s→∞ wird a¨quivalent betrachtet
in Form βp, βm→1 beziehungsweise ψp, ψm→∞.D.8
D.7Wir dru¨cken diese Relationen aus durch nur eine hyperbolische Funktion, vgl. die Gln. (D.47′′′), (D.48′).
D.8Fu¨r s→∞ folgt ψ, ψp→∞, aus Gl. (D.48′) die Asymptotik: coshψ∼√µ [2 cosh2 ψp−1]=√µ cosh 2ψp ,
und – hiermit konsistent – aus Gl. (D.49) die Asymptotik: coshψp∼(2√µ)−1/2
√
coshψ+1=µ−1/4 coshψ/2.
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D.4 Minkowskische Koordinaten: {e(µ˜), x
µ˜}; −
versus {e(µ¯), x
µ¯} und {e(µ), x
µ} D.9
Koordinatenlinien µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}. Seien fu¨r feste βp, βm beziehungsweise ψp, ψm
D.10
betrachtet die Inertialsysteme Ip, Im, die folgen aus dem initialen System I0 durch akti-
ven Lorentz-Boosts mit Λp beziehungsweise Λm. Seien e(µ) ≡
(
e(µ)
ν
)
, µ, ν∈{0, 1, 2, 3}, die
(karthesischen) Basisvektoren von I0, fu¨r die gilt:
e(µ) · e(µ) = gµν (D.50)
mit e(µ)
ν = gµ
ν = δνµ µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3} (D.50′)
Unter den aktiven Boosts geht diese Basis {e(µ)} u¨ber in die Basen {e′(µ)}, {e′′(µ)} der Syste-
me Ip, Im; deren Vektoren besitzen Zerlegungen nach der alten Basis, vgl. Gl. (D.22):
e′(µ) = (Λp)µ
ν e(ν) (D.51)
e′′(µ) = (Λm)µ
ν e(ν) µ ∈ {0, 1, 2, 3} (D.51′)
im Sinne der Zerlegung
x = xµ e(µ) µ ∈ {0, 1, 2, 3} (D.52)
des beliebigen Lorentz-Vektors x in Komponenten xµ entlang der Achsen e(µ), µ∈{0, 1, 2, 3},
von I0. Die Zeitachsen e
′
(0), e
′′
(0) der Systeme Ip, Im sind explizit gegeben durch:
e′(0) = γp
(
e(0) + βp e(3)
)
(D.53)
e′′(0) = γm
(
e(0) − βm e(3)
)
(D.53′)
vgl. die Gln. (D.51), (D.51′) und (D.33′).
Dann ist ein Koordinatensystem definiert durch die Lorentz-Vektoren:
e(p) := ̺ · γp
(
e(0) + βp e(3)
)
(D.54)
e(m) := ̺ · γm
(
e(0) − βm e(3)
)
(D.54′)
und e(˜i) := e(i) i ∈ {1, 2} (D.54′′)
mit ̺∈IR+ einer geeignet zu wa¨hlenden Konstanten. Die Vektoren e(p), e(m) sind definiert
bis auf die Konstante ̺ genau als die Zeitachsen e′(0), e
′′
(0) der Systeme Ip, Im. Die Weltli-
nien Cp, Cm der Teilchen p und m – vgl. Abb. D.2 – besitzen folglich longitudinal nur eine
xp- beziehungsweise xm-Komponente entsprechend der Zerlegung
x = xµ˜ e(µ˜) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2} (D.55)
im Sinne von Gl. (D.52).
Fu¨r nichtverschwindende Boosts: βp, βm>0, sind die Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2} linear
unabha¨ngig, {e(µ˜)} Basis des Minkowski-Raumes und die Zerlegung entsprechend Gl. (D.55)
wohldefiniert. In Termen der Vektoren e(µ˜) und den Komponenten x
µ˜ mit µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}
geschieht im Haupttext die Auswertung und analytische Fortsetzung der T -Streuamplitude.
Wir formalisieren fu¨r den beliebigen Lorentz-Vektor x den Zusammenhang zwischen dem
Koordinatensystem I0 mit Komponenten x
µ bezu¨glich der Basis {e(µ)}, µ∈{0, 1, 2, 3} nach
Gl. (A.10)ff., zwischen Lichtkegelkomponenten xµ¯ bezu¨glich der Basis {e(µ¯)}, µ¯∈{+,−, 1, 2}
D.9Seien p, m Lorentz-Indizes, p, m dagegen Notation der Teilchen und deren (momentanen) Ruhsysteme.
D.10Aufgefaßt βp und βm≡βm(βp) als die Funktionswerte fu¨r festes s.
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nach Gl. (A.26)ff. und dem Koordinatensystem mit Komponenten xµ˜ bezu¨glich der Basis
{e(µ˜)}, µ˜∈{p,m, 1, 2} nach Gl. (D.54)-(D.54′′). Wir schreiben in diesem Sinne fu¨r ein und
denselben Vektor bezu¨glich der verschiedenen Basen: x≡(xµ), x¯≡(xµ¯) und x˜≡(xµ˜).
Prima¨res Interesse gilt dem Hochenergielimes s→∞, das heißt βp, βm→1 beziehungs-
weise ψp, ψm→∞, in dem die physikalischen Weltlinien Cp, Cm u¨bergehen in C+, C− und die
Zeitachsen e′(0), e
′′
(0), ergo die Vektoren e(p), e(m) zeigen in Richtung e(+), e(−). Wir legen da-
her Betonung auf den Zusammenhang der Systeme {xµ˜, e(µ˜)}, µ˜∈{p,m, 1, 2}, und {xµ¯, e(µ¯)},
µ¯∈{+,−, 1, 2}; Konventionen werden getroffen in Hinblick eines einfachen U¨bergangs.
Wir betrachten die Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2} nach den Gln. (D.54)-(D.54′′). In Gegen-
u¨berstellung mit Gl. (D.52) lesen wir wie folgt ab die Komponenten von e(p), e(m) bezu¨glich
der Basis {e(µ)}, µ∈{0, 1, 2, 3}:
e(p)
0 = ̺ · γp = ̺ · coshψp (D.56)
e(p)
3 = ̺ · γp βp = ̺ · sinhψp (D.56′)
und:
e(m)
0 = ̺ · γm = ̺ · coshψm (D.57)
e(m)
3 = ̺ · γp (−βm) = ̺ · (− sinhψm) (D.57′)
Gema¨ß x±=α (x0±x3), vgl. Gln (A.18), folgen die Lichtkegelkomponenten:
e(p)
± = ̺α
(
coshψp ± sinhψp
)
= ̺α e±ψp (D.58)
e(m)
± = ̺α
(
coshψm ∓ sinhψm
)
= ̺α e∓ψm (D.58′)
Die Vektoren der Basis {e(µ¯)}, µ¯∈{+,−, 1, 2} zeigen in Richtung der Lichtkegel-Koordina-
tenlinien; sie erfu¨llen:
e(µ¯) · e(ν¯) = gµ¯ν¯ (D.59)
mit e(µ¯)
ν¯ = gµ¯
ν¯ = δν¯µ¯ µ¯, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.59′)
vgl. die Gln. (A.26), (A.27) und (A.21), (A.21′). Die Zerlegung
x = xµ¯ e(µ¯) µ¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.60)
im Sinne der Gln. (D.52), (D.55) lautet fu¨r die Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2}:
e(p) := ̺α
(
eψp e(+) + e
−ψp e(−)
)
(D.61)
e(m) := ̺α
(
e−ψm e(+) + eψm e(−)
)
(D.61′)
und e(˜i) := e(¯i) i ∈ {1, 2} (D.61′′)
vgl. die Gln. (D.54)-(D.54′′). Im Limes ψp, ψm→∞ zeigen e(p), e(m) in Richtung e(+), e(−).
Basisvektoren e(µ˜), e(µ˜) und induzierte Metrik g˜≡
(
gµ˜ν˜
)
, µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}. Die
Gln. (D.61)-(D.61′′) lauten in Matrixform:D.11
e(µ˜) = Sµ˜
ν¯ e(ν¯) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.62)
vgl. die Gln. (D.22) und (D.51), (D.51′); es ist:(
Sµ˜
ν¯
)
= ̺α
(
eψp e−ψp
e−ψm eψm
)
(D.63)
mit det
(
Sµ˜
ν¯
)
= (g+−)−1 ̺2 sinhψ (D.63′)
D.11Explizit ausgeschrieben seien nur die nichttrivialen longitudinalen Komponenten, vgl. Fußn. D.3.
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ferner:
2α2 = g+− = (g+−)−1 = − detL (D.64)
und g+− =
√
− det g¯ (D.64′)
mit L≡(Lµ¯ν) und g¯≡(gµ¯ν¯); vgl. die Gln. (A.21), (A.23) bzw. det g=−(g+−)2.
Die e(µ˜), µ˜ ∈ {p,m, 1, 2} repra¨sentieren Koordinatenlinien, die induzieren einen metri-
schen Tensor g˜≡(gµ˜ν˜) durch
e(µ˜) · e(ν˜) = gµ˜ν˜ (D.65)
mit e(µ˜)
ν˜ = gµ˜
ν˜ = δν˜µ˜ µ˜, ν˜ ∈ {p,m, 1, 2} (D.65′)
vgl. die Gln. (D.50) (D.50′) und (D.59), (D.59′). Fu¨r dessen Komponenten gµ˜ν˜ folgt aus
e(µ˜) · e(ν˜) = Sµ˜α¯ Sν˜ β¯ e(α¯) · e(β¯) (D.66)
vgl. Gln (D.62), mithilfe der Gln. (D.59), (D.65) unmittelbar:
gµ˜ν˜ = Sµ˜
α¯
Sν˜
β¯ gα¯β¯ (D.67)
In Form gµ˜ν˜=g+−
(
Sµ˜
+ Sν˜
−+Sµ˜− Sν˜+
)
folgt aus der expliziten Gestalt der Matrix
(
Sµ˜
ν¯
)
,
vgl. Gl. (D.63):
gpp = gmm = ̺
2 (D.68)
gpm = gmp = ̺
2 · coshψ (D.68′)
und gi˜j˜ = gi¯j¯ = −δij i ∈ {1, 2} (D.68′′)
mit ψ=ψp+ψm, vgl. Gl. (D.38).
Dies impliziert det g˜=−(̺2 sinhψ)2 fu¨r die Determinante des metrischen Tensors und
umgekehrt:
̺2 sinhψ =
√
− det g˜ (D.69)
Wir nehmen im folgenden an, die Lorentz-Boosts seien nichttrivial: ψp, ψm>0, so daß die
inverse Metrik g˜−1≡(gµ˜ν˜) existiert. Fu¨r diese folgt unmittelbar:
gpp = gmm = gpp
/
det g˜ (D.70)
gpm = gmp = − gpm
/
det g˜ (D.70′)
und gi˜j˜ = gi¯j¯ = −δij i ∈ {1, 2} (D.70′′)
und explizite Ausdru¨cke mithilfe der Gln. (D.68), (D.68′).
Seien definiert Lorentz-Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2} durch:
e(µ˜) := gµ˜ν˜ e(ν˜) (D.71)
=⇒ e(µ˜) = gµ˜ν˜ e(ν˜) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2} (D.71′)
vgl. Gl. (A.11) und (A.28). Dann gilt:
e(µ˜) = Sµ˜ν¯ e
(ν¯) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.72)
unter Definition
S
µ˜
ν¯ := g
µ˜ρ˜
Sρ˜
σ¯ gσ¯ν¯ (D.73)
vgl. die Gln. (D.62) und (D.63), (D.63′).
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Die Matrix
(
Sµ˜ν¯
)
wird bestimmt wie folgt. Kontraktion von Gl. (D.73) mit gα˜µ˜ ergibt
mithilfe von Gl. (D.67) [Umbenenung α→µ]:
gµ˜ρ˜ S
ρ˜
ν¯ = Sµ˜
σ¯ gσ¯ν¯ (D.74)
⇐⇒ Sµ˜σ¯ Sρ˜β¯ Sρ˜ν¯ gσ¯β¯ = Sµ˜σ¯ gσ¯ν¯ d.h. Sρ˜β¯ Sρ˜ν¯ = δβν (D.74′)
und weiter Sµ˜β¯ Sρ˜
β¯=δβν durch Kontraktion mit S
µ˜
β¯. Zusammenfassend:
Sρ˜
µ¯
S
ρ˜
ν¯ = δ
µ¯
ν¯ S
µ˜
ρ¯ Sν˜
ρ¯ = δµ˜ν˜ (D.75)
d.h.
(
S
µ˜
ν¯
)−1
=
(
Sµ˜
ν¯
)t (D.75′)
Die Matrizen
(
Sµ˜ν¯
)
und
(
Sµ˜
ν¯
)
sind kontragredient : die eine die transponierte Inverse der
anderen. Wir bezeichnen:
S ≡ (Sµ˜ν¯) (D.76)
=⇒ (Sµ˜ν¯) ≡ S−1 t µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.76′)
Durch Kontraktion von Gl.(D.74) mit Sµ˜ρ¯ folgt mithilfe von Gl. (D.75):
gµ˜ν˜ S
µ˜
ρ¯ S
ν˜
σ¯ = gρ¯σ¯ d.h. S
t g˜ S = g¯ (D.77)
das heißt S≡(Sµ˜ν¯) ist pseudo-orthogonal . – Vgl. die Matrizen Λ≡(Λµν) und Λ−1 t≡(Λµν)
fu¨r Lorentz-Boosts, Gl. (D.19), und die Matrizen L ≡ (Lµ¯ν) und L−1 t ≡ (Lµ¯ν) fu¨r die
Transformation auf Lichtkegelkoordinaten, Gl. (D.19). Gl. (D.75′) impliziert ferner:
det S ≡ det(Sµ˜ν¯) = [det(S−1 t)]−1 ≡ [det(Sµ˜ν¯)]−1 (D.78)
= g+− [̺2 sinhψ]−1 = [− detL · ̺2 sinhψ]−1 =
√
− det g¯
/√
− det g˜
vgl. Gl. (D.63′), bzgl. der letzten Identita¨t die Gln. (D.64), (D.64′) und (D.69).
Die Matrix S≡(Sµ˜ν¯) folgt aus S−1 t≡(Sµ˜ν¯) in Form von Gl. (D.63) durch Invertieren
und Tranponieren oder a¨quivalent durch Ausmultiplizieren von Gl. (D.73) in Form:(
S
µ˜
ν¯
)
=
1
det g˜
(
gmm −gpm
−gmp gpp
)
· ̺α
(
eψp e−ψp
e−ψm eψm
)
·
(
0 g+−
g−+ 0
)
(D.79)
mithilfe der Relationen:
e±ψp − e∓ψm coshψ = ± e∓ψm sinhψ (D.80)
e±ψm − e∓ψp coshψ = ± e∓ψp sinhψ ψ = ψp+ψm (D.80′)
In Gl. (D.79) ist g˜−1≡(gµ˜ν˜) im Sinne der Inversen ausgedru¨ckt durch die Komponenten
des metrischen Tensors g˜≡(gµ˜ν˜), vgl. die Gln. (D.70)-(D.70′′). Wir haben:
S ≡ (Sµ˜ν¯) = detS · ̺α
(
eψm −e−ψm
−e−ψp eψp
)
(D.81)
S
−1 t ≡ (Sµ˜ν¯) = ̺α
(
eψp e−ψp
e−ψm eψm
)
(D.81′)
vgl. Gl. (D.63), mit detS≡det(Sµ˜ν¯), explizit nach Gl. (D.78).
Komponenten xµ˜, xµ˜ mit µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}. Fu¨r einen beliebigen Lorentz-Vektor x
sind die Komponenten xµ˜, xµ˜ bezu¨glich der Vektoren e
(µ˜), e(µ˜) mit µ˜∈{p,m, 1, 2} genau die
Projektionen im Sinne des Skalarprodukts – vgl. die Gln. (A.14), (A.32):
xµ˜ = x · e(µ˜) (D.82)
und xµ˜ = x · e(µ˜) µ ∈ {p,m, 1, 2} (D.82′)
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Eingesetzt die Gln. (D.62), (D.72) folgt unmittelbar fu¨r kontravariante Komponenten:
xµ˜ = Sµ˜ν¯ x
ν¯ (D.83)
mit S ≡ (Sµ˜ν¯) = det S · ̺α
(
eψm −e−ψm
−e−ψp eψp
)
(D.83′)
und detS nach Gl. (D.78) – und fu¨r kovariante Komponenten:
xµ˜ = Sµ˜
ν¯ xν¯ (D.84)
mit S−1 t ≡ (Sµ˜ν¯) = ̺α
(
eψp e−ψp
e−ψm eψm
)
(D.84′)
vgl. die Gln. (D.81), (D.81′).
Fu¨r Vollsta¨ndigkeit halten wir fest den entsprechenden Zusammenhang mit den konven-
tionellen karthesischen Koodinaten; er lautet fu¨r kontravariante Komponenten:
xµ˜ = Sµ˜ρ¯ L
ρ¯
ν x
ν = (SL)µ˜ν x
ν (D.85)
mit
(
S
µ˜
ρ¯ L
ρ¯
ν
)
= SL ≡ ((SL)µ˜ν)
= detS detL · (−̺)
(
sinhψm coshψm
sinhψp − coshψp
) (D.85′)
und fu¨r kovariante Komponenten:
xµ˜ = Sµ˜
ρ¯
Lρ¯
ν xν = (SL)µ˜
ν xν (D.86)
mit
(
Sµ˜
ρ¯
Lρ¯
ν
)
= S−1 t L−1 t =
(
L
−1
S
−1) t = (SL)−1 t ≡ ((SL)µ˜ν)
= ̺
(
coshψp sinhψp
coshψm − sinhψm
) (D.86′)
Bzgl. der Determinanten detS, detL vgl. Gl. (D.78) beziehungsweise:
detL ≡ det(Lµ¯ν) = [ det(L−1 t)]−1 ≡ [det(Lµ¯ν)]−1 (D.87)
= [− g+−]−1 = − g+− = − 2α2
vgl. Gl. (A.18′) und die Gln. (A.21), (A.23). Wir verfu¨gen mit den Gln. (D.85), (D.85′)
und (D.86), (D.86′) u¨ber die allgemeinen Transformationsformeln fu¨r kontra- beziehungs-
weise kovariante Lorentz-Tensorkomponenten.
Epsilon-Pseudotensor ǫ˜≡
(
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜
)
mit µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2}. Der Epsilon-Pseudo-
tensor: ǫ˜≡(ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜) mit µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2}, ist definiert durch seine kontravarianten Kom-
ponenten. Diese folgen aus den Gln. (D.83), (D.83′) mithilfe der Leibnitz’schen Determi-
nantenformel und den Gln. (A.24), (A.24′):
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜ = Sµ˜α¯ S
ν˜
β¯ S
ρ˜
γ¯ S
σ˜
δ¯ ǫ
α¯β¯γ¯δ¯ (D.88)
= det
(
S
µ˜
α¯
)
det
(
L
µ¯
α
) ·(µ˜ ν˜ ρ˜ σ˜
p m 1 2
)
ǫ0123 (D.89)
entsprechend die kovarianten Komponenten mithilfe der Gln. (A.25), (A.25′):
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜ = Sµ˜
α¯
Sν˜
β¯
Sρ˜
γ¯
Sσ˜
δ¯ ǫα¯β¯γ¯δ¯ (D.90)
= det
(
Sµ˜
α¯
)
det
(
Lµ¯
α
) ·(µ˜ ν˜ ρ˜ σ˜
p m 1 2
)
ǫ0123 (D.91)
bzgl. der Determinanten det
(
Sµ˜α¯
)
, det
(
Sµ˜
α¯
)
und det
(
Lµ¯α
)
, det
(
Lµ¯
α
)
sei verwiesen auf
Gl. (D.78) bzw. (D.87). Unsere Konvention fu¨r ǫ≡(ǫµνρσ) ist
ǫ0123 ≡ +1 =⇒ ǫ0123 = −1 (D.92)
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vgl. Gl. (A.7′). Das Signum der Indexpermutation (µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜)→(p,m, 1, 2) ist notiert durch
das Klammersymbol entsprechend Gl. (A.8).
Fixierung von ̺. Die positiv-reelle Konstante ̺ wird bestimmt durch die Forderung von
La¨ngentreue der Abbildung zwischen den Koordinaten µ¯ und µ˜, daß sie ergo die Determi-
nante der Metrik invariant la¨ßt oder a¨quivalent – vgl. Gl. (D.78) – die Determinante der
Transformationsmatrix identisch Eins ist:
det g˜ ≡ det(gµ˜ν˜) != det g¯ ≡ det(gµ¯ν¯) (D.93)
⇐⇒ detS ≡ det(Sµ˜ν¯) != 1 fu¨r alle ψ ∈ (0,∞) (D.93′)
Dann impliziert Gl. (D.63′) fu¨r ̺∈IR+, mit ψ∈(0,∞):
̺2 = g+− sinh−1ψ (D.94)
⇐⇒ ̺ ≡ ̺(ψ) = (g+− sinh−1ψ)1/2 (D.94′)
Fu¨r die Komponenten des metrischen Tensors g˜≡(gµ˜ν˜) folgt:
gpp ≡ gmm = ̺2 = g+− sinh−1ψ (D.95)
−→ g++ ≡ g−− ≡ 0 fu¨r ψ →∞ (D.95′)
gpm ≡ gmp = ̺2 coshψ = g+− tanh−1ψ (D.96)
−→ g+− ≡ g−+ fu¨r ψ →∞ (D.96′)
vgl. Gl. (D.68) bzw. (D.68′).
Im Hochenergielimes: ψp, ψm→∞⇒ ψ→∞, gehen per constructionem die Koordina-
tenlinien ineinander u¨ber entsprechend p→+, m→−, – entsprechend die Metriken
g˜ ≡ (gµ˜ν˜) −→ g¯ ≡ (gµ¯ν¯) fu¨r ψ →∞ (D.97)
wie verifiziert durch die Gln. (D.95′), (D.96′). Die Diskrepanz zwischen Hochenergielimes
und endlichen Lorentz-Boosts: ψp, ψm<∞⇒ ψ<∞, ist subsumiert in Faktoren hyperboli-
scher Funktionen und im Nichtverschwinden der Diagonalelemente gpp, gmm der Metrik.
”
La¨ngen“ der Weltlinien Cp, Cm: Eigenzeiten Tp, Tm. Die ”
La¨ngen“ der Weltlinien
Cp, Cm – die Eigenzeiten Tp, Tm der Propagation der Teilchen p, m in den Systemen Ip, Im –
ha¨ngen ab von den Lorentz-Boosts, das heißt deren Parameter ψp, ψm.
Wir betrachten das geboostete Teilchen p, im System Ip. Es propagiert nach Konstruk-
tion – vgl. Abb. D.2 – mit konstanter Geschwindigkeit u¨ber die Eigenzeit ∆τ =Tp, so daß
seine Weltlinie Cp genau die geradlinige Verbindung sei zwischen den Weltpunkten −ζ˜ und ζ˜
mit ±ζ˜≡(±ζµ˜)=(±ζpp , 0, 0, 0)t. Wir haben die explizite Parametrisierung:D.12
Cp ≡ Cp(λ) =
{
ζ˜
∣∣ ζ˜(λ) = ζµ˜(λ) e(µ˜) = (2λ−1) ζpp e(p), λ : 0→ 1} (D.98)
mit λ dem Kurvenparameter. Wir berechnen den Zusammenhang von Eigenzeit Tp und
Parameter ζp der Weltlinien-Endpunkte. Aus Gl. (D.98) folgt unmittelbar:
dζµ˜
dλ
(λ) = δµ˜p 2 ζ
p
p (D.99)
und hiermit fu¨r die Eigenzeit – dem invarianten Linienelement entlang der Weltlinie:
Tp =
∫ Tp
0
dτ ≡
∫
Cp
ds =
∫ 1
0
dλ
ds
dλ
=
∫ 1
0
dλ
√
gµ˜ν˜
dζµ˜
dλ
dζ ν˜
dλ
(D.100)
=
∫ 1
0
dλ
√
gpp (2 ζ
p
p)2 =
√
gpp · 2 ζpp (D.100′)
D.12Seien p, m Lorentz-Indizes, p, mNotation der Teilchen und deren Ruhsysteme, vgl. Fußn. D.9. Seien fer-
ner in diesem Paragraphen o.E.d.A. die konstanten Koordinaten identisch Null gesetzt.
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umgekehrt die Weltlinien-Endpunkte als Funktion der Eigenzeit der Propagation:D.13
ζpp = 1/
√
gpp · Tp/2 (D.101)
ζmm = 1/
√
gmm · Tm/2 (D.101′)
mit gpp = gmm = ̺
2 = g+− sinh
−1ψ (D.102)
vgl. die Gln. (D.68), (D.94). Gemessen im gemeinsamen initialen Ruhsystem I0≡I0p≡I0m
wandern die Weltlinien-Endpunkte (±ζp, 0, 0, 0)t, (0,±ζm, 0, 0)t der geboosteten Teilchen
im Sinne der Zeitdilatation wie ∼sinh1/2ψ ins Unendliche. Analog folgt:
T0 =
√
g00 · 2 ζ00 (D.103)
⇐⇒ ζ00 = 1/
√
g00 · T0/2 mit g00 ≡ 1 (D.104)
fu¨r T0 die Eigenzeit der ”
Propagation“ in I0 und (±ζ00 , 0, 0, 0)t die Weltlinien-Endpunkte.
D.5 Euklidische Koordinaten: {eE(µ˜), x
µ˜
E}; −
versus {eE(µ), x
µ
E}
D.9
Analog wie auf der physikalischen Minkowskischen Raumzeit werden definiert Koordinaten
auf deren Analytischen Fortsetzung ins Euklidische. Wir entwickeln diese Definitionen.
D.5.1 Analytische Fortsetzung: {eE(µ), x
µ
E} nach {e(µ), x
µ} D.14
Analytische Fortsetzung der Minkowski-Raumzeit in eine Euklidische sei verstanden als for-
male Substitution der pseudo-Riemannschen Metrik durch eine Riemannsche im Sinne:
g ≡ (gµν) = diag[+1,−1,−1,−1] (D.105)
!−→ diag[−1,−1,−1,−1] = −(δEµν) ≡ −δE ≡ gE
Fu¨r zeitartige Lorentz-Komponeneten impliziert dies Konsequenzen, die folgen aus der For-
derung von Invarianz des Vierer-Skalarprodukts beliebiger Vektoren a, b:D.15
a · b = gµν aµ bν = a0 b0 − δij ai bj = − δ00 (ia0) (ib0)− δij ai bj (D.106)
!−→ aE · bE = gEµν aµE bνE = − δEµν aµE bνE
= − δE44 a4E b4E− δEij aiE bjE
vgl. Gl. (A.20). – Bezogen auf Weltpunkte x impliziert Substitution der Metrik g→gE=−δE
bei Forderung von Invarianz des Skalarprodukts – vgl. die Gln. (D.105), (D.106):
ix0 −→ x4E (D.107)
xi −→ xiE i ∈ {1, 2, 3} (D.107′)
das heißt Identifizierung von x4E mit ix
0 und trivial von xiE mit x
i fu¨r i∈{1, 2, 3}.
Durch Gl. (D.106) ist das Vierer-Skalarprodukt definiert als negativ definit :
aE · aE = − aµE aµE ≤ 0 (D.108)
Kovariante Komponenten seien allgemein definiert durch:
aEµ := gEµν a
ν
E = −δEµν aνE (D.109)
Sie differieren durch ein Signum von den kontravarianten Komponenten: aEµ=−aµE. Es sind
daher auch bezu¨glich Euklidischer Gro¨ßen streng zu unterscheiden kontra- und kovariante
D.13Der Zusammenhang fu¨r Teilchen m folgt in vollsta¨ndiger Analogie durch Substitution p→m und p→m.
D.14Das Skript
”
E“ stellt klar den Raumzeit-Index µ als Euklidisch: µ∈{1, 2, 3, 4} statt ∈{0, 1, 2, 3}.
D.15Unsere Konvention sei: +ix0→x4E; Euklidische Gro¨ßen tragen konsequent das Skript ”E“, ihre (Lo-
rentz)Indizes µ beziehen sich dann auf die Werte ∈{1, 2, 3, 4}.
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(Lorentz-)Tensorkomponenten. – Diese Konventionen geschehen in vollsta¨ndiger Analogie
zum Minkowskischen; sie reduzieren unsere explizite Rechnung auf ein Minimum.
Der Euklidische Epsilon-Pseudotensor ǫE≡
(
ǫµνρσE
)
sei definiert als das Signum der Per-
mutation seiner Indizes – durch seine kontravrianten Komponenten wie folgt:
ǫµ1···µ4E ≡
(
µ1 · · · µ4
1 · · · 4
)
ǫ1234 (D.110)
per definitionem: ǫ1234E ≡ +1 (D.110′)
und folglich: ǫE1234=gE1µ gE2ν gE3ρ gE4σ ǫ
µνρσ
E =(−1)4 ǫ1234E ≡+1; vgl. die Gln. (A.7), (A.8).
Mit ǫ0123≡−1 folgt durch Permutation der Indizes:
ǫµνρσ =
(
µ ν ρ σ
0 1 2 3
)
ǫ0123 = (−1)1+3
(
µ ν ρ σ
1 2 3 0
)
(D.111)
und damit fu¨r beliebige Lorentz-Vektoren a, b, c, d:
ǫµνρσ a
µ bν cρ dσ = −i ·
(
µ ν ρ σ
1 2 3 0
)
i · aµ bν cρ dσ (D.112)
−→ −i ·
(
µ ν ρ σ
1 2 3 4
)
aµE b
ν
E c
ρ
E d
σ
E = −i · ǫEµνρσ aµE bνE cρE dσE
aufgrund der Gln. (D.107), (D.107′), da genau ein Index den Wert
”
0“ annimmt.
Lorentz-Tensorgleichungen involvieren o.E. Vektorfunktionen aµ(x), den metrischen Ten-
sor g und den Epsilon-Pseudotensor ǫ; es folgt als allgemeine Substitutionsvorschrift fu¨r den
U¨bergang von Minkowskischer zu Euklidischer Raumzeit – vgl. die Gln. (D.106), (D.112):
aµ(x) −→ aµE(xE) (D.113)
gµν −→ gEµν = − δEµν (D.113′)
ǫµνρσ −→ −i ǫEµνρσ (D.113′′)
mit Euklidischen Vektor-Komponenten aµE im Sinne der Gln. (D.107), (D.107
′).
Die zugeho¨rigen Basisvektoren eE(µ)≡ (eE(µ)ν) sind analog definiert wie im Minkowski-
schen, vgl. die Gln. (D.50), (D.50′):
eE(µ) · eE(µ) = gEµν (D.114)
mit eE(µ)
ν = gEµ
ν = δE
ν
µ µ, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.114′)
Analog gelten die weiteren Relationen von Anh. A.1.1 – unter Anbringung des Skripts
”
E“
fu¨r
”
Euklidisch“ und Bezug der (Lorentz)Indizes auf die Werte ∈{1, 2, 3, 4}.
D.5.2 O(4)-Drehungen: {eE(µ˜), x
µ˜
E} versus {e(µ˜), x
µ˜}, µ˜∈{p,m, 1, 2}
Die Konstruktion des Koordinatensystems {eE(µ˜), xµ˜E} im Euklidischen wie folgt geschieht in
vollsta¨ndiger Analogie zu der von {e(µ˜), xµ˜} im Minkowskischen, vgl. Abschn. D.4. Sei zu-
na¨chst der Zusammenhang hergestellt zwischen O(4)-Drehungen und Lorentz-Boosts.
(Aktive) O(4)-Drehungen versus (aktive) Lorentz-Boosts. Wir betrachten nach
Abbildung D.3 die O(4)-Drehung in der x4Ex
3
E-Ebene um den Winkel 0<θ<π/4. Fu¨r xE ein
beliebiger Vektor der Raumzeit gilt in passiver Auffassung, vgl. oben Seite 246:D.16
xµ
′
E = ΛE
µ
ν x
ν
E µ, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.115)
mit ΛE ≡
(
ΛE
µ
ν
)
=
(
cos θ − sin θ
sin θ cos θ
)
(D.115′)
D.16Wir schreiben aus nur die nichttrivialen longitudinalen Komponenten, vgl. Fußn. D.3 und D.11, – fu¨r
Kommensurabilita¨t die Vier- vor der Drei-Komponente: (0, 3)M↔ (+,−)M↔ (p,m)M versus (4, 3)E↔ (p,m)E.
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Abbildung D.3: Euklidische Raumzeit: Allgemeine O(4)-Drehung. Seien x4E, x
3
E die karthe-
sischen Achsen des Euklidischen Bezugsystems IE. Das System I
′
E mit Achsen x
4′
E , x
3′
E
geht hervor aus IE wie dargestellt durch eine O(4)-Drehung mit Winkel θ mit 0≤|θ|<π/4.
Die Einsen der Achsen bei definiter Metrik sind bestimmt durch eine Spha¨re – statt durch
Hyperboloide bei indefiniter Metrik. Vgl. Abb. D.1.
explizit:(
x4
′
E
x3
′
E
)
=
(
cos θ − sin θ
sin θ cos θ
) (
x4E
x3E
)
(D.116)
Die Gleichung der x4
′
E -Achse: x
3′
E =0, ist gegeben durch x
4
E=−[tan θ]−1 x3E, die der x3
′
E -Achse:
x4
′
E =0, entsprechend durch x
4
E=tan θ x
3
E. Mit
cosh z = cos(−iz) ⇐⇒ cos z′ = cosh(iz′) (D.117)
sinh z = i sin(−iz) ⇐⇒ sin z′ = −i sinh(iz′) ∀z, z′ ∈ C (D.117′)
folgt aus Gl. (D.116) unmittelbar:(
x4
′
E
x3
′
E
)
=
(
cosh iθ i sinh iθ
−i sinh iθ cosh iθ
) (
x4E
x3E
)
(D.118)
=
(
i cosh iθ i sinh iθ
sinh iθ cosh iθ
) (−ix4E
x3E
)
(D.118′)
Multiplikation der ersten Zeile mit dem Faktor −i ergibt weiter:(
−ix4′E
x3
′
E
)
=
(
cosh iθ sinh iθ
sinh iθ cosh iθ
) (−ix4E
x3E
)
(D.119)
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In Konfrontation mit(
x0
′
x3
′
)
=
(
coshψ − sinhψ
− sinhψ coshψ
)(
x0
x3
)
(D.120)
vgl. die Gln. (D.1), (D.4), – folgt mit ix0↔x4E und xi↔xiE, i∈{1, 2, 3}, vgl. die Gln. (D.107),
(D.107′), und cosh z=cosh−z, sinh z=− sinh−z, ∀z∈C, der Zusammenhang: −i θ↔ψ.
Es gilt anlog in aktiver Auffassung, vgl. oben Seite 246:
x′µE = ΛEν
µ xνE µ, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.121)
mit Λ−1 tE ≡
(
ΛEν
µ
)
=
(
cos θ − sin θ
sin θ cos θ
)
(D.121′)
explizit:(
x′4E
x′3E
)
=
(
cos θ sin θ
− sin θ cos θ
) (
x4E
x3E
)
(D.122)
An Stelle von Gl. (D.119) tritt:D.17(−ix′4E
x′3E
)
=
(
cosh −iθ sinh −iθ
sinh −iθ cosh −iθ
) (−ix4E
x3E
)
(D.123)
In Konfrontation mit(
x′0
x′3
)
=
(
coshψ sinhψ
sinhψ coshψ
)(
x0
x3
)
(D.124)
vgl. die Gln. (D.26), (D.26′), – folgt wie oben der Zusammenhang: −i θ↔ψ.
Koordinatenlinien µ˜E ∈ {p,m, 1, 2}. Im Minkowskischen werden betrachtet aktive Lo-
rentz-Boosts Λp, Λm gegeneinander, die induzieren Basisvektoren e
′
(µ)=(Λp)µ
ν e(ν) und
e′′(µ)=(Λm)µ
ν e(ν), mit µ, ν∈{0, 1, 2, 3}, vgl. die Gln. (D.51), (D.51′) und Gl. (D.33′). Im Eu-
klidischen treten an ihre Stelle respektive: aktiv zu verstehende O(4)-Drehungen ΛpE, ΛmE
und Vektoren e′E(µ), e
′′
E(µ) wie folgt:
e′E(µ) = (ΛpE)µ
ν eE(ν) µ, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.125)
mit
(
(ΛpE)µ
ν
)
=
(
cos θp − sin θp
sin θp cos θp
)
(D.125′)
und
e′′E(µ) = (ΛmE)µ
ν eE(ν) µ, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.126)
mit
(
(ΛmE)µ
ν
)
=
(
cos θm sin θm
− sin θm cos θm
)
(D.126′)
Seien analog diese Drehungen aufgefaßt im Sinne nichtverschwindender O(4)-Transforma-
tionen gegeneinander , die Drehwinkel definiert als positiv :D.18
0 < θı < π/4 ı = p,m (D.127)
Dann gilt, vgl. oben:
− i θı ←→ ψı ı = p,m (D.128)
als Zusammenhang im Sinne analytischer Fortsetzung mit 0<ψı<∞, ı=p,m, den hyper-
bolischen Winkeln der Lorentz-Boosts; vgl. Gl. (D.36). Wir merken an den Zusammenhang
D.17Substitution θ→−θ
D.18Mit der Vorzeichenkonvention der Gln. (D.125′), (D.126′) vermitteln ΛpE, ΛmE bzgl. Abb. D.3 Drehun-
gen ergo in mathematisch positiven bzw. negativen Sinne; die Darstellung der Weltlinien im Euklidischen
ist gegeben durch Abb. D.2 unter Substitution der Achsen x0→x4E, x3→x3E und Trajektorien Cm→CpE,
Cp→CmE. Notation der Vier- vor der Drei-Komponente, vgl. Fußn. D.16, entspricht einem Linkssystem.
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der Drehwinkel θı im Euklidischen und α, tanα :=β, im Minkowskischen; es gilt 0<α<π/4
fu¨r 0<β<1 und α→π/4 im Limes β→1. Vgl. die Gln. (D.6), (D.11′) und Abb. D.1.
Es werden longitudinale Koordinaten definiert bezu¨glich der Richtungen der transfor-
mierten Weltlinien, ergo bezu¨glich der Zeit-, das heißt der Vier-Achsen e′E(4), e
′′
E(4):
eE(p) := ̺E
(
cos θp eE(4) − sin θp eE(3)
)
(D.129)
eE(m) := ̺E
(
cos θm eE(4) + sin θm eE(3)
)
(D.129′)
und eE(˜i) := eE(i) i ∈ {1, 2} (D.129′′)
mit ̺E∈IR+ einer geeignet zu wa¨hlenden Konstanten; vgl. die Gln. (D.54)-(D.54′′).
Die Vektoren eE(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2}, repra¨sentieren Koordinatenlinien, diebezu¨glich indu-
ziert wird ein metrischer Tensor g˜E≡
(
gEµ˜ν˜
)
durch:
eE(µ˜) · eE(ν˜) = gEµ˜ν˜ (D.130)
mit eE(µ˜)
ν˜ = gEµ˜
ν˜ = δE
ν˜
µ˜ µ˜, ν˜ ∈ {p,m, 1, 2} (D.130′)
vgl. die Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2} im Minkowskischen, die Gln. (D.65), (D.65′).
Basisvektoren e
(µ˜)
E , eE(µ˜) und induzierte Metrik g˜E≡
(
gEµ˜ν˜
)
, µ˜E ∈ {p,m, 1, 2}.
Die Gln. (D.129)-(D.129′′) lauten in Matrixform:D.19
eE(µ˜) = SLEµ˜
ν eE(ν) µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.131)
dabei ist(
SLEµ˜
ν
)
= ̺E
(
cos θp − sin θp
cos θm sin θm
)
(D.132)
mit det
(
SLEµ˜
ν
)
= ̺2E sin θ (D.132
′)
unter Definition
θ := θp + θm (D.133)
entsprechend ψ=ψp+ψm nach Gl. (D.38).
Analog zu Gl. (D.66) im Minkowskischen gilt fu¨r die Transformation des (Vierer)Skalar-
produkts der Basisvektoren:
eE(µ˜) · eE(ν˜) = SLEµ˜α SLEν˜ β eE(α) · eE(β) (D.134)
Mithilfe von Gl. (D.114) und (D.130) gilt daher:
gEµ˜ν˜ = SLEµ˜
α
SLEν˜
β gEαβ (D.135)
In Form gEµ˜ν˜=−
(
SLEµ˜
4 SLEν˜
4+SLEµ˜
3 SLEν˜
3
)
folgen aus der expliziten Gestalt der Ma-
trix
(
SLEµ˜
ν
)
nach Gl. (D.132) die Komponeneten gEµ˜ν˜ des Metrischen Tensors::
gEpp = gEmm = −̺2E (D.136)
gEpm = gEmp = −̺2E · cos θ (D.136′)
und gEi˜j˜ = gEij = −δij i ∈ {1, 2} (D.136′′)
Vgl. die Gln. (D.68)-(D.68′′) im Minkowskischen. Als die Determinante des metrischen
Tensors folgt:
det g˜E = (̺
2
E sin θ)
2 (D.137)
und umgekehrt: ̺2E sin θ=
√
det g˜E ; vgl. Gl. (D.69). Die inverse Metrik g˜
−1
E ≡
(
gµ˜ν˜E
)
existiert,
falls nicht beide Drehwinkel verschwinden, wie bereits angenommen ist mit Gl. (D.127). Wir
D.19Im Minkowskischen geschieht die Transformation u¨ber Lichtkegelkoordinaten: zuna¨chst L, dann S; sei
hier die Matrix der unmittelbaren Transformation suggestiv bezeichnet mit beiden Buchstaben: SLE≡(SL)E.
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finden dann:
gppE = g
mm
E = gEpp
/
det g˜E (D.138)
gpmE = g
mp
E = − gEpm
/
det g˜E (D.138
′)
und gi˜j˜E = g
ij
E = −δij i ∈ {1, 2} (D.138′′)
vgl. die Gln. (D.70), (D.70′).
Analog zu den Lorentz-Vektoren e(µ˜), µ˜∈{p,m, 1, 2} im Minkowskischen – vgl. die Gln.
(D.71), (D.71′) – seien definiert im Euklidischen die Vektoren e(µ˜)E , µ˜∈{p,m, 1, 2}, durch:
e
(µ˜)
E := g
µ˜ν˜
E eE(ν˜) (D.139)
=⇒ eE(µ˜) = gEµ˜ν˜ e(ν˜)E µ˜ ∈ {p,m, 1, 2} (D.139′)
Dann gilt:
e
(µ˜)
E = SLE
µ˜
ν e
(ν)
E µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν ∈ {1, 2, 3, 4} (D.140)
unter Definition
SLE
µ˜
ν := g
µ˜ρ˜
E SLEρ˜
σ gEσν (D.141)
vgl. die Gln. (D.72), (D.73).
In vollsta¨ndiger Analogie zum Minkowskischen – diskutieren wir und geben wir explizit
an die Transformationsmatrix
(
SLE
µ˜
ν
)
. Kontraktion von Gl. (D.141) mit gEα˜µ˜ ergibt [Um-
benennung α→µ]:
gEµ˜ρ˜ SLE
ρ˜
ν = SLEµ˜
σ gEσν (D.142)
⇐⇒ SLEµ˜σ SLEρ˜β SLEρ˜ν gEσβ = SLEµ˜σ gEσν
d.h. SLEρ˜
β
S
ρ˜
ν = δE
β
ν
(D.142′)
und weiter SLE
µ˜
β SLEρ˜
β=δE
β
ν durch Kontraktion mit SLE
µ˜
β¯ . Zusammenfassend:
SLEρ˜
µ
SLE
ρ˜
ν = δE
µ
ν SLE
µ˜
ρ SLEν˜
ρ = δE
µ˜
ν˜ (D.143)
d.h.
(
SLE
µ˜
ν
)−1
=
(
SLEµ˜
ν
)t (D.143′)
Die Matrizen
(
SLE
µ˜
ν
)
und
(
SLEµ˜
ν
)
sind kontragredient : die eine die transponierte Inverse
der anderen. Wir bezeichnen:
SLE ≡
(
SLE
µ˜
ν
)
(D.144)
=⇒ (SLEµ˜ν) ≡ SLE−1 t µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}, ν¯ ∈ {1, 2, 3, 4} (D.144′)
Durch Kontraktion von Gl.(D.142) mit SLE
µ˜
ρ folgt mithilfe von Gl. (D.75):
gEµ˜ν˜ SLE
µ˜
ρ SLE
ν˜
σ = gEρσ d.h. SL
t
E g˜E SLE = gE (D.145)
das heißt SLE≡
(
SLE
µ˜
ν
)
ist pseudo-orthogonal . – Vgl. die Matrizen S≡(Sµ˜ν¯), S−1 t≡(Sµ˜ν¯)
und L≡(Lµ¯ν), L−1 t≡(Lµ¯ν) – folglich SL≡(Sµ˜ρ¯ Lρ¯ν),. . . – im Minkowskischen.
Fu¨r die Determinante von SLE impliziert Gl. (D.143
′) ferner:
det SLE ≡ det
(
SLE
µ˜
α
)
=
[
det
(
SLE
−1 t) ≡ det(SLEµ˜α)]−1 (D.146)
= [̺2E sin θ]
−1 =
√
det gE
/ √
det g˜E det gE≡1
vgl. Gl. (D.132′) bzw. (D.137). Die Matrix SLE≡
(
SLE
µ˜
ν
)
folgt durch explizites Invertieren
und Transponieren von SL−1 tE ≡
(
SLEµ˜
ν
)
nach Gl. (D.132). A¨quivalent durch explizites
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Ausmultiplizieren von Gl. (D.141) in Form:(
SLE
µ˜
ν¯
)
=
1
det g˜E
(
gEmm −gEpm
−gEmp gEpp
)
· ̺E
(
cos θp − sin θp
cos θm sin θm
)
·
(
gE44 0
0 gE33
)
(D.147)
analog zu Gl. (D.79) im Minkowskischen. Durch Addition und Subtraktion der Relationen
von Gl. (D.80) folgt mithilfe der Gln. (D.117), (D.117′):
cos θp − cos θm cos θ = sin θm sin θ (D.148)
sin θp + sin θm cos θ = cos θm sin θ θ = θp + θm (D.148
′)
analog p↔m aus Gl. (D.80′). Mithilfe dieser Relationen fu¨hrt Gl. (D.147) auf einen expli-
ziten Ausdruck fu¨r die Matrix SLE≡
(
SLE
µ˜
ν
)
. Zusammen mit Gl. (D.132) gilt:
SLE =
(
SLE
µ˜
ν
)
= detSLE · ̺E
(
sin θm − cos θm
sin θp cos θp
)
(D.149)
SLE
−1 t =
(
SLEµ˜
ν
)
= ̺E
(
cos θp − sin θp
cos θm sin θm
)
(D.149′)
Sei verwiesen auf Gl. (D.78) und die Gln. (D.81), (D.81′) im MInkowskischen.
Komponenten xµ˜E, xEµ˜ mit µ˜ ∈ {p,m, 1, 2}. Das Vierer-Skalarprodukt eines beliebi-
gen Vektors xE mit eE(µ), eE
(µ) oder eE(µ), eE
(µ) ist genau die Projektion auf dessen entspre-
chende ko- beziehungsweise kontravariante Komponente:
xµE = xE · e(µ)E (D.150)
und xEµ = xE · eE(µ) µ ∈ {1, 2, 3, 4}
beziehungsweise:
xµ˜E = xE · e(µ˜)E (D.151)
und xEµ˜ = xE · eE(µ˜) µ ∈ {p,m, 1, 2}
vgl. die Gln. (D.82), (D.82′). Das Skalarprodukt von xE mit den Gln. (D.131), (D.140) stellt
daher unmittelbar dar die Transformationsformeln fu¨r die Komponenten. Fu¨r kontravariante
Komponenten:
xµ˜E = SLE
µ˜
ν x
ν
E (D.152)
fu¨r kovariante Komponenten:
xEµ˜ = SLEµ˜
ν xEν (D.153)
bzgl. der Matrixelemente SLE
µ˜
ν , SLEµ˜
ν vgl. die Gln. (D.149), (D.149′). Wir verfu¨gen
mit den Gln. (D.152), (D.153) u¨ber die allgemeinen Transformationsformeln fu¨r kontra- und
kovariante (Lorentz-)Tensorkomponenten im Euklidischen; sie sind zu kontrastieren mit den
Minkowskischen Formeln, vgl. die Gln. (D.85), (D.85′) bzw. (D.86), (D.86′).
Epsilon-Pseudotensor ǫ˜E≡
(
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜E
)
mit µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2}. Der Epsilon-Pseu-
dotensor auf der ins Euklidische fortgesetzten Raumzeit: ǫ˜E≡
(
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜E
)
, µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜∈{p,m, 1, 2},
wird berechnet in vollsta¨ndiger Analogie wie auf der Minkowskischen. Wir finden fu¨r seine
kontravarianten Komponenten – vgl. die Gln. (D.88)-(D.88′′):
ǫµ˜ν˜ρ˜σ˜E = SLE
µ˜
α SLE
ν˜
β SLE
ρ˜
γ SLE
σ˜
δ ǫ
αβγδ
E (D.154)
= det
(
SLE
µ˜
α
) · (µ˜ ν˜ ρ˜ σ˜
p m 1 2
)
ǫ1234E (D.155)
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und fu¨r seine kovarianten Komponenten – vgl. die Gln. (D.90)-(D.90′′):
ǫEµ˜ν˜ρ˜σ˜ = SLEµ˜
α
SLEν˜
β
SLEρ˜
γ
SLEσ˜
δ ǫEαβγδ (D.156)
= det
(
SLEµ˜
α
) ·(µ˜ ν˜ ρ˜ σ˜
p m 1 2
)
ǫE1234 (D.157)
bzgl. der Determinanten det
(
SLE
µ˜
α
)
und det
(
SLEµ˜
α
)
vgl. die Gln. (D.146), (D.146′).
Unsere Konvention fu¨r ǫE≡
(
ǫµνρσE
)
ist
ǫ1234E ≡ +1 =⇒ ǫE1234 = +1 (D.158)
vgl. Gl. (D.110′). Das Signum der Indexpermutation (µ˜, ν˜, ρ˜, σ˜)→(p,m, 1, 2) ist notiert
durch das Klammersymbol entsprechend Gl. (A.8).
Fixierung von ̺E. Analog zu ̺ im Minkowskischen wird die positiv-reelle Konstante ̺E
bestimmt durch die Forderung, daß die Determinante der Metrik invariant ist unter der
Transformation, oder a¨quivalent – vgl. Gl. (D.146) – die Determinante der Transformati-
onsmatrix identisch Eins ist:
det g˜E ≡ det
(
gEµ˜ν˜
) !
= det gE ≡ det
(
gEµν
)
(D.159)
⇐⇒ detSLE ≡ det
(
SLE
µ˜
ν
) !
= 1 fu¨r alle θ ∈ (0, π/2) (D.159′)
Dann impliziert Gl. (D.132′) fu¨r ̺∈IR+, mit ψ∈(0,∞):
̺2E = sin
−1θ (D.160)
⇐⇒ ̺E ≡ ̺E(θ) = sin−1/2θ (D.160′)
Fu¨r die Komponenten des metrischen Tensors g˜E≡
(
gEµ˜ν˜
)
folgt:
gEpp = gEmm = − ̺2E = − sin−1θ (D.161)
−→ gE44 = gE33 ≡ − 1 fu¨r θ → π/2 (D.161′)
gEpm = gEmp = − ̺2E cos θ = − tan−1θ (D.162)
−→ gE43 = gE34 ≡ 0 fu¨r θ → π/2 (D.162′)
vgl. Gl. (D.136) bzw. (D.136′).
Im Hochenergielimes – realisiert durch die maximalen Drehwinkel: θp, θm→π/4⇒θ→π/2,
vgl. Fußn.D.18, – sind per constructionem die Koordinatenlinien p, m orthogonal wie die
Linien 4, 3 [diese sind nur gedreht um +π/4]; dies imliziert fu¨r die Metriken
g˜E ≡
(
gEµ˜ν˜
) −→ g¯E ≡ (gEµ¯ν¯) fu¨r θ → π/2 (D.163)
wie verifiziert durch die Gln. (D.161′), (D.162′). Die Diskrepanz zwischen Hochenergieli-
mes und endlichen O(4)-Drehungen: θp, θm<π/4⇒ θ<π/2, ist subsumiert in simplen Fak-
toren von Winkelfunktionen, insbesondere in den nichtverschwindenden Außerdiagonalele-
menten gEpm, gEmp der Metrik.
Wir verfu¨gen u¨ber die formalen wie interpretatorischen Zusammenha¨nge, um die Diskussion
der T -Amplitude im Haupttext – ihre Auswertung in Minkowskischer und ihre analytische
Fortsetzung in Euklidische Raumzeit – konzise und pra¨gnant durchzufu¨hren. Wir schließen
mit einem Kompendium ferner beno¨tigter Zusammenha¨nge, die – die analytische Fortsetzung
der Korrelationsfunktionen und die Lorentz-induzierte Wahl der Raumzeit-Parameter von
Lichtkegelwellenfunktionen – respektive in unmittelbarer und mittelbarer Beziehung stehen
zu dem entwickelten Formalismus.
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Re k0
Cℜ
r
+
√
m2+~k2
Im k0
−Cℑ
r
−√m2+~k2
∫
Cℜ +
∫
−Cℑ = 0
⇒
∫
Cℜ = −
∫
−Cℑ =
∫
Cℑ
R
R
Abbildung D.4: Wick-Drehung in komplexer k0-Ebene. Eine Funktion von k0∈C sei zu
integrieren u¨ber die reelle Achse; sei gegeben eine Epsilon-Vorschrift, die im dargestellten
Sinne definiert die Behandlung der Pole bei k0=±√m2+~k2, und besitze die Funktion keine
weiteren Pole im 1. und 3. Quadranten. Dann verschwindet identisch ihr Integral entlang
der dargestellten geschlossenen Kurve. Falle sie ferner genu¨gend schnell ab fu¨r großen Ab-
solutbetrag von k0, so daß die Beitra¨ge u¨ber die Kreisbo¨gen mit Radius R verschwinden im
Limes R→∞. Dann ist ihr Integral u¨ber die reelle Achse gleich dem u¨ber die imagina¨re:
Der U¨bergang von Cℜ zu Cℑ als Integrationsweg wird bezeichnet als Wick-Drehung.
D.6 Kompendium
D.6.1 Wick-Drehung der Korrelationsfunktionen D.20
Die Korrelationsfunktionen im Minkowskischen –DC , DNC bzw. F
C , FNC – sind konstruiert
mithilfe des
”
ν-verallgemeinerten“ Feynman-Propagators Dν , mit ∆F ≡D1|λ1≡1 dem kon-
ventionellen; vgl. Kap. 1.3 auf Seite 38ff., insbes. Anh. F. Sie zeigen per constructionem das-
selbe Verhalten in der komplexen k0-Ebene in Bezug auf Position von Singularita¨ten, assozi-
ierter Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ und Abfall fu¨r |k0|→∞; sei daher summarisch diskutiert
F (ξ2) =
∫
d4k
(2π)4
e−ik·ξ F˜ (k2) F ≡ Dν ,∆F , . . . (D.164)
=
∫
d3~k
(2π)3
ei
~k ·~ξ
{∫ ∞
−∞
dk0
2π
e−ik0ξ0 F˜ ((k0)2−~k2)} (D.164′)
explizit die geschweifte Klammer in der Form
f
(
(ξ0)2
) ≡ ∫
Cℜ
dk0
2π
e−ik0ξ0 f˜((k0)2) k0 ∈ C (D.165)
D.20Bzgl. der expliziten Darstellungen der Korrelationsfunktionen sei verwiesen auf Anhang F.
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mit f˜
(
(k0)2
)
:= F˜
(
(k0)2−~k2). Aufgrund der Eigenschaften der Funktion F˜ bezu¨glich der
Singularita¨ten bei k0=±√m2+~k2 mit der assoziierten Epsilon-Vorschrift und dem Abfall-
verhalten fu¨r |k0|→∞ kann bekanntermaßen – vgl. Abb. D.4 – die Integration u¨ber die reelle
k0-Achse ersetzt werden durch die Integration u¨ber die imagina¨re k0-Achse, Cℜ→Cℑ:
f
(
(ξ0)2
)
=
∫
Cℑ
dk0
2π
e−ik0ξ0 f˜E
(
(k0)2
)
(D.166)
=
∫ i∞
−i∞
dk0
2π
e−ik0ξ0 f˜E
(
(k0)2
)
(D.166′)
Die Funktion unter dem Integral mit Argument auf der imagina¨ren k0-Achse ist insofern die
analytische Fortsetzung der Funktion f˜ und daher mit dem Skript
”
E“ indiziert: f˜E. Unter
Substitution ik0→k4E=ik0 – vgl. Gl. (D.107) – ergo: dk0=−idk4E, folgt:
f
(
(ξ0)2
)
= −i ·
∫ −∞
∞
dk4E
2π
eik
4
E(iξ
0) f˜E
(
(−ik4E)2
)
(D.167)
= i ·
∫ ∞
−∞
dk4E
2π
eik
4
E(iξ
0) f˜E
(−(k4E)2) (D.167′)
Mit f˜E
(−(k4E)2)= F˜E(−(k4E)2−~k2) folgt fu¨r F (ξ2) nach Gl. (D.164′):
F (ξ2) =
∫
d3~kE
(2π)3
ei
~k·~ξ
{
i ·
∫ ∞
−∞
dk4E
2π
eik
4
E(iξ
0) F˜E
(−(k4E)2−~k2)} (D.168)
U¨bergang gema¨ß ki→kiE und iξ0→ξ4E, ξi→ξiE zu den analytisch fortgesetzten Komponen-
ten – vgl. die Gln. (D.107), (D.107′) – fu¨hrt unmittelbar auf:
F (ξ2→ξ2E) = i ·
∫
d4kE
(2π)4
eik
µ
Eξ
µ
E F˜E(−kνEkνE) (D.169)
= i ·
∫
d4kE
(2π)4
e−ikE·ξE F˜E(k2E) ≡ i · FE(ξ2E) (D.169′)
die zweite Zeile mit k2E=kE·kE=−kµEkµE negativ definit und kE·ξE=−kµEξµE nach Gl. (D.108)
und Identifizierung der Fourier-Transformierten in die Euklidische Raumzeit. Es gilt:D.21
FE(ξ
2
E) = −i · F
(
ξ2→ξ2E
)
(D.170)
Fu¨r respektive F ≡DC , DNC , FC , FNC ist dies genau die Vorschrift zur Fortsetzung der
Korrelationsfunktionen von Minkowskischer zu Euklidischer Raumzeit.
D.6.2 Raumzeit-Parameter {z, k} der Lichtkegelwellenfunktionen
unter speziellen orthochronen Lorentz-Transformationen
Unsere Arbeit wesentlich zugrunde liegt das Konzept hadronischer Lichtkegelwellenfunktio-
nen. Behauptung istD.22, daß diese bei Abha¨ngigkeit longitudinal von z, dem Anteil des
Quarks am gesamten Lichtkegelimpuls [z¯≡1−z der des Antiquarks], – ferner nur abha¨ngen
von dem transversalen Vektor k. Die Definition dieses Vektors k hat in der Weise zu er-
folgen, daß unter beliebigen speziellen orthochronen Lorentz-Transformationen Λ garantiert
ist Kovarianz der involvierten Raumzeit-Parameter.D.23
D.21Derselbe Zusammenhang folgt bei analytischer Fortsetzung ix0→−x4E mit umgekehrtem Vorzeichen.
D.22Wir beziehen uns in Notation auf Abschnitt 2.3.1.
D.23In expliziter Diskussion von speziell-orthochronen Lorentz-Boosts Λ(~β) und reinen Drehungen Λ(~α) zei-
gen wir daru¨berhinaus: Es existiert keine Transformation Λ – da darstellbar als Λ(~α)◦Λ(~β) oder Λ(~β)◦Λ(~α)
mit geeignetem Boost- und Drehvektor –, fu¨r die eine beliebig andere Definition von k nicht im Widerspruch
stu¨nde mit Lorentz-Kovarianz.
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Sei betrachtetD.24
p+ = z P+ (D.171)
p = (z + λ) P+ k (D.172)
mit p+, P+ groß und formal k±≡0. Gefordert p+p¯=P, impliziert Gl. (D.172):
k =
1
2
(
p− p¯)+ (1
2
−(z+λ))P (D.173)
Fu¨r λ 6=1/2−z differiert 2k von (p−p¯), dem Relativimpuls der Quarks. Wir zeigen:
λ ≡ 0 (D.174)
folgt notwendig aus der Forderung von Lorentz-Kovarianz; insbes. also λ 6=1/2−z, vgl. Nacht-
mann in Ref. [148].
Spezielle orthochrone Lorentz-Transformationen werden vermittelt durch Matrizen:
Λ ≡ (Λµν) µ, ν ∈ {0, 1, 2, 3} (D.175)
mit Λ00 > 0 [orthochron] det Λ ≡ +1 [speziell]
Λt gΛ = g d.h. gµν Λ
µ
ρ Λ
ν
σ = gρσ [pseudo-orthogonal]
(D.175′)
Sei Λ≡(Λµν) verstanden als Lorentz-Boost oder Drehung, zuna¨chst aber nicht weiter ex-
plizit gemacht. Wir betrachten fu¨r den beliebigen Lorentz-Vektor x≡(xµ), µ∈{0, 1, 2, 3},
die – o.E.d.A. passive – Transformation:
xµ
′
= Λµν x
ν (D.176)
in Lichtkegelkoordinaten:
xµ¯
′
= Λµ¯ν¯ x
ν¯ (D.177)
Λ¯ ≡ (Λµ¯ν¯) µ¯, ν¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.177′)
Wir beziehen diese Transformationsformeln auf die Vektorkomponenten p+→p+′=Λ+µ¯pµ¯
und pi→pi′=Λiµ¯pµ¯, vgl. die Gln. (D.171), (D.172). Es gilt fu¨r p+′ , mit i, j∈{1, 2}:
p+
′
= Λ++ p
+ + Λ+− p− + Λ+i pi (D.178)
∼ Λ++ p+ + Λ+i pi (D.178′)
= z
[
Λ++ P
+ + Λ+i P
i
]
+ Λ+i k
i + λ Λ+i P
i (D.178′′)
∼ z [Λ++ P+ + Λ+− P− + Λ+i P i]+ Λ+i ki + λ Λ+i P i (D.178′′′)
ergo:
p+
′ ∼ (z P+′ + k+′) + λ Λ+i P i i ∈ {1, 2} (D.179)
mit k+
′
=Λ+µ¯ k
µ¯=Λ+i k
i wegen k± ≡ 0. Es folgt die dritte Zeile – Gl. (D.178′′) – mit-
hilfe Gl. (D.172). Approximative Geichheit
”
∼“ ist zu verstehen unter Vernachla¨ssigung der
initialen kleinen Komponenten p− und P−, explizit:
p− = 1
/
p+ ∼ 0 und P− = 1/P+ ∼ 0 (D.180)
Es gilt fu¨r pi
′
analog zu Gl. (D.178): pi
′
=Λi+ p
++Λi− p−+Λij pj , ergo – analog den
Gln. (D.178′)-(D.178′′′):
pi
′ ∼ (z P i′ + ki′) + λ Λij P j i, j ∈ {1, 2} (D.181)
mit ki
′
=Λiµ¯ k
µ¯=Λij k
j wegen k±≡0. Allgemein sind Λ+iP i und ΛijP j, i, j∈{1, 2}, nicht
(simultan) Null fu¨r P 6=0 und beliebige Matrix Λ¯≡(Λµ¯ν¯) – dies bereits, ohne fu¨r Λ≡(Λµν)
D.24o.E.d.A. ein Quark mit Geschwindigkeit β→1 in positive x3-Richtung. – Gefordert p+p¯=P, folgt das
Antiquark durch p→ p¯, z→ z¯, k→−k und λ→−λ, entsprechend in negative x3-Richtung durch +↔− bzgl.
Lorentz-Indizes. Gl. (D.172) ist die allgemeinste Definition des Vektors k bis auf Vielfache: k′=ck, c∈ IR.
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zu fordern die Relationen nach Gl. (D.175′). In Konfrontation der Gln.(D.179),(D.181)
mit (D.171), (D.172) konstatieren wir, daß Kovarianz bezu¨glich Lorentz-Transformationen
im weitesten Sinne unmittelbar fordert Gl. (D.174): λ≡0. Quod erat demonstrandum.
Fu¨r Vollsta¨ndigkeit – und in Hinblick auf FußnoteD.23 – betrachten wir explizit Lorentz-
Boosts Λ≡Λ(~β) und reine Drehungen Λ≡Λ(~α) mit ~β der (Dreier-)Boost-Geschwindigkeit
respektive ~α dem (Dreier-)Drehvektor. Als Verkettung Λ(~β)◦Λ(~α) oder Λ(~α)◦Λ(~β) mit
geeigenten Boost- und Drehvektoren ist darstellbar eine beliebige spezielle orthochrone
Lorentz-Transformation.
In vollsta¨ndiger Analogie zu den Gln.(D.10)-(D.10′′) – unmittelbar durch x±=α(x0±x3)
und x±=g+−α(x0∓x3) mit g+−α=1/2α – werden die Komponenten Λµ¯ν¯ , µ¯, ν¯∈{+,−, 1, 2}
der Transformationsmatrix ausgedru¨ckt durch die Komponenten Λµν , µ, ν∈{0, 1, 2, 3}:
Λ±+ =
1
2
((
Λ00 ± Λ30
)
+
(
Λ03 ± Λ33
))
(D.182)
Λ±− =
1
2
((
Λ00 ± Λ30
)− (Λ03 ± Λ33)) (D.182′)
Λ±i¯ = α
(
Λ0i ± Λ3i
)
(D.182′′)
und
Λi¯± =
1
2α
(
Λi0 ± Λi3
)
(D.183)
Λi¯j¯ = Λ
i
j (D.183
′)
mit α der Normierung der Lichtkegelkoordinaten, vgl. die Gln. (A.18), (A.18′).
Lorentz-Boosts sind vollsta¨ndig bestimmt durch den Boost-(Dreier)Vektor
~β =: β βˆ mit |βˆ| ≡ βˆi βˆi = 1 i ∈ {1, 2, 3} (D.184)
Es sind β und βˆ respektive Betrag und Richtung der Boost-Geschwindigkeit. Lorentz-
Boosts werden vermittelt durch Matrizen Λ(~β)≡(Λµν). Diese sind explizit gegeben durch
Gl. (D.2) – vgl. etwa Ref. [188]. Wir rekapitulieren in Komponenten:
Λ00 = γ (D.185)
Λi0 = − γβ βˆi (D.185′)
Λ0j = − γβ βˆj (D.185′′)
Λij = δ
i
j + (γ−1) βˆi βˆj (D.185′′′)
die letzte Zeile mit der Identita¨t γ2β2/(γ2−1) = γ−1.
Umgekehrt fu¨r gegebene Boost-Transformationsmatrix Λ≡(Λµν), die charakterisiert ist
durch Gl. (D.175′), folgt aus den Relationen
trΛ = Λµµ = 2 (γ + 1) (D.186)
βˆi = − 1
γβ
Λi0 (D.186
′)
zuna¨chst Betrag β, dann Richtung βˆ des Boosts.
In Hinblick auf Gl. (D.179) und (D.181) definieren wir durch die Komponenten
nµ¯ = Λµ¯i P
i µ¯ ∈ {+,−, 1, 2} (D.187)
den Vierer-Vektor n¯= n¯[P]≡(nµ¯[P]) als Funktion von P = (P 1, P 2)t. Falls fu¨r nichtver-
schwindenden Vektor P simultan gilt n+[P]=0 und n[P]=0, mit n=(n1, n2)t, ist Ko-
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varianz vertra¨glich mit λ 6=0 – fu¨r die Transformation Λ, die vermittelt wird durch die
Komponenten
(
Λµ¯ν¯
)
. Wir zeigen, daß dies fu¨r keine Transformation Λ der Fall ist.
Es ist Λ+i, i∈{1, 2}, explizit gegeben durch:
Λ+i = α
[ − γβ + (γ−1) βˆ3] βˆi i ∈ {1, 2} (D.188)
vgl. Gl. (D.182′′) und (D.185′′), (D.185′′′).
Wir diskutieren das Verschwinden von n+[P]=Λ+iP
i. Es gilt n+[P]=0, falls (i) die ek-
kige Klammer in Gl. (D.188) identisch verschwindet. Fu¨r βˆ3=γβ
/
(γ−1)=[(γ+1)/(γ−1)]1/2
ist dies formal der Fall, – steht aber, da gro¨ßer Eins, im Widerspruch dazu, daß βˆ Einheits-
vektor ist. Da die eckige Klammer in Gl. (D.188) ergo ungleich Null ist, verschwindet n+[P]
genau dann, wenn (ii) gilt: βˆiP i=0 [etwa wenn βˆi≡0 fu¨r i∈{1, 2}, das heißt βˆ vollsta¨ndig
longitudinal ist: βˆ3≡1].
Fu¨r Λij , i, j∈{1, 2}, folgt der explizite Ausdruck, vgl. die Gln. (D.183′), (D.185′′′):
Λij = δ
i
j + (γ−1) βˆi βˆj i, j ∈ {1, 2} (D.189)
Wir diskutieren das simultane Verschwinden von n+=Λ+iP
i und des transversalen Vek-
tors n≡(ni)=(ΛijP j), mit i, j∈{1, 2}. Es bleibt nichts zu zeigen fu¨r (i). Fu¨r (ii) folgt
aus βˆiP i=0 unmittelbar n[P]=P 6=0.
Zusammen: Fu¨r nichtverschwindenden Vektor P kann simultan nicht erreicht werden
sowohl n+[P]=Λ+iP
i=0 als auch n[P]=
(
ΛijP
j
)
=0, mit i, j∈{1, 2}. – Es existiert kein
speziell-orthochroner Lorentz-Boost Λ(~β), fu¨r den Kovarianz vertra¨glich wa¨re mit λ 6=0.
Reine Drehungen sind vollsta¨ndig bestimmt durch den (Dreier)Drehvektor
~α =: α αˆ mit |αˆ| ≡ βˆi βˆi = 1 i ∈ {1, 2, 3} (D.190)
Es sind α= |~α|<π und αˆ respektive Winkel und orientierte Achse der Drehung. Reine
Drehungen werden vermittelt durch Matrizen Λ(~α)≡(Λµν) – vgl. etwa Ref. [188]:
Λ(~α) ≡(Λµν) =
(
1 ~0 t
~0 R
)
(D.191)
mit R ≡(Rij) i, j ∈ {1, 2, 3} orthogonal (D.191′)
Explizit in Komponenten, mit i, j∈{1, 2, 3}:
Λ00 = 1 (D.192)
Λi0 = 0 (D.192
′)
Λ0j = 0 (D.192
′′)
Λij = R
i
j = αˆ
i αˆj +
(
δij − αˆi αˆj
)
cosα+ ǫijk αˆk sinα (D.192′′′)
Durch Rij R
k
j=δ
i
k ist garantiert RR
t=RtR=1l, das heißt Orthogonalita¨t von R≡(Rij).
Umgekehrt fu¨r vorgegebene orthogonale Matrix R≡(Rij), i, j∈{1, 2, 3}, gelten die Re-
lationen
trR = Rii = 1 + 2 cosα (D.193)
αˆi =
1
2 sinα
ǫijk Rjk (D.193
′)
aus denen folgt zuna¨chst der Betrag α, dann im Sinne der orientierten Achse die Richtung αˆ
der Drehung.
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Es ist Λ+i, i∈{1, 2}, explizit gegeben durch, vgl. Gl. (D.182′′):
Λ+i = α
[
αˆ3 αˆi (1−cosα) + αˆi⊥ sinα
]
i ∈ {1, 2} (D.194)
vgl. Gl. (D.182′′) und (D.192′′), (D.192′′′). Die globale Konstante α ist die Normierung
der Lichtkegelkoordinaten. Es ist ferner definiert der Zweier-Vektor αˆ⊥ ≡ (αˆi⊥), i∈{1, 2}
durch:
αˆi⊥ := ǫ
3ik αˆk d.h. αˆ⊥ =
(
αˆ2
− αˆ1
)
=
(
0 1
−1 0
)(
αˆ1
αˆ2
)
(D.195)
das heißt αˆ⊥ ist per construktionem orthogonal zum transversalen Anteil (αˆ1, αˆ2)t von αˆ
und Einheitsvektor: 1= αˆi⊥αˆ
i
⊥= αˆ
iαˆi, genau dann, wenn αˆ3≡0.
Wir diskutieren das Verschwinden von n+[P]=Λ+iP
i in Unterscheidung der folgen-
den Fa¨lle. Sei (i) die Drehachse vollsta¨ndig longitudinal: αˆ3≡1, αˆi, αˆi⊥≡0 fu¨r i∈{1, 2}.
Dann folgt unmittelbar n+[P]=0 fu¨r einen beliebigen Vektor P. Sei umgekehrt (ii) die
Drehachse vollsta¨ndig transversal: αˆ3≡0, αˆi, αˆi⊥ 6=0 fu¨r mindestens einen Index i∈{1, 2}.
Dann verschwindet n+[P]=α αˆi⊥P
i sinα genau dann, wenn P orthogonal ist zu αˆ⊥, das
heißt (anti)parallel ist zur Drehachse αˆ, folglich: P i=±|P|αˆi. Sei schließlich (iii) der
Drehvektor nicht vollsta¨ndig longitudinal, das heißt αˆ3 6=0 und αˆi 6=0 fu¨r mindestens einen
Index i∈{1, 2}. Dann sind die transversalen Vektoren (αˆ1, αˆ2)t und (αˆ2,−αˆ1)t nichtver-
schwindend orthogonal, insbesondere linear unabha¨ngig; es folgt unmittelbar n+[P] 6=0 fu¨r
einen beliebigen Vektor P.
Fu¨r Λij , i, j∈{1, 2}, folgt der explizite Ausdruck, vgl. die Gln. (D.183′), (D.192′′′):
Λij = αˆ
i αˆj +
(
δij − αˆi αˆj
)
cosα+ ǫij3 αˆ3 sinα i, j ∈ {1, 2} (D.196)
Wir diskutieren das simultane Verschwinden von n+=Λ+iP
i und des transversalen Vek-
tors n≡(ni)=(ΛijP j), mit i, j∈{1, 2}. Es folgt, (i), fu¨r vollsta¨ndig longitudinalen Dreh-
vektor: ni[P]=ǫij3P jαˆ3 sinα 6=0. Es folgt, (ii), fu¨r vollsta¨ndig transversalen Drehvektor
aus P i=±|P|αˆi unmittelbar n[P]=P 6=0. Fu¨r (iii) bleibt nichts zu zeigen.
Zusammen: Es existiert keine reine Drehung Λ(~α), fu¨r die simultan identisch Null wa¨ren
n+=Λ+iP
i und ni=ΛijP
j, mit i∈{1, 2}, – das heißt fu¨r die Kovarianz nicht im Wider-
spruch stu¨nde mit λ 6=0.
Wir schließen den Anhang mit der Feststellung, daß fu¨r jede nichttriviale spezielle ortho-
chrone Lorentz-Transformation – da darstellbar als Verkettung von Lorentz-Boosts und rei-
nen Drehungen – die Forderung λ 6=0 im Widerspruch steht mit Kovarianz der Raumzeit-
Parameter nach den Gln. (D.171), (D.172). Es ist daher zu fordern Gl. (D.174): λ≡0.
Anhang E
Integration
Wir geben an unsere Konventionen bezu¨glich Integration auf allgemeinen (pseudo-)Riemann-
schen Mannigfaltigkeiten, die unter anderem bezogen werden auf die Minkowskische Raum-
zeit und die Koordinatenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2}, wie definiert in Anhang D. Auf Basis dieses
Formalismus geschieht im Haupttext etwa die explizite Auswertung der zentralen Funktio-
nen χ˜Cı, χ˜
NC
ı , ı, ∈{p,m}; formalere Schritte dieser Auswertung sind festgehalten hier.
E.1 Integration auf (pseudo-)Riemannschen Mannigfal-
tigkeiten.
Sei G≡Gd,σ eine (pseudo-)Riemannsche Mannigfaltigkeit der Dimension d≡ζ+ρ und Si-
gnatur σ≡ζ−ρ mit ζ der Anzahl zeitartiger und ρ der Anzahl raumartiger Dimensionen.E.1
Der metrische Tensor g≡(gµν) von G ha¨ngt allgemein ab vom Weltpunkt x: g≡g(x);
es existiert lokal eine Basis, in der er Diagonalform besitzt, o.E.d.A.
g ≡ (gµν) = diag[+1, . . . ,+1,−1, . . . ,−1] (E.1)
mit den ζ ersten Eintra¨ge +1, den ρ u¨brigen −1. Unter allgemeiner Lorentz-Transforma-
tion Λ≡(Λµν) gilt g′µν=ΛµρΛνσgρσ, ergo det g′=det g/[det Λ]2 und sign(det g′)≡(−1)ρ.
Der Epsilon-Pseudotensor ǫ≡(ǫµ1···µd) ist definiert durch seine kontravarianten Kompo-
nenten
ǫµ1···µd ≡
(
µ1 · · · µd
1 · · · d
)
ǫ1···d per def.: ǫ1···d ≡ 1/√(−1)ρ det g (E.2)
vgl. Gl. (A.7); seine kovarianten Komponenten folgen durch
ǫµ1···µd = (−1)ρ det g ǫµ1···µd (E.3)
Sei definiert fu¨r s∈IN mit 1≤s≤d das verallgemeinerte Kronecker-Symbol δµ1···µsν1···νs als
die Determinante konventioneller Kroneckersymbole:E.2
δµ1···µsν1···νs = det
(
δµiνj
) ≡ det
δ
µ1
ν1 · · · δµ1νs
...
...
δµsν1 · · · δµsνs
 i, j ∈ {1, 2, . . . , s} (E.4)
E.1G heißt Riemannsch, falls ζ≡0 oder ρ≡0, pseudo-Riemannsch sonst. Es ist G4,−2 – mit ζ≡(d+σ)/2=1
und ρ≡(d−σ)/2=3 – lokal isomorph zum Minkowski-Raum, Gn,−n zum gewo¨hnlichen Euklidischen IRn.
E.2Das konventionelle Kronecker-Symbol δµν transformiert wie ein (1, 1)-Tensor, das heißt wie ein Tensor
zweiter Stufe mit einem kontra- und einem kovarianten Index, – folglich δµ1···µsν1···νs wie ein (s, s)-Tensor.
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mithilfe der Leibnitz’schen Determinantenformel:
δµ1···µsν1···νs =
∑
σ∈Ss sign(σ) δ
µ1
νσ(1)
· · · δµsνσ(s) (E.5)
Diese Definition impliziert vollsta¨ndige Antisymmetrie:
δµ1···µsν1···νs = δ
[µ1···µs]
ν1···νs = δ
µ1···µs
[ν1···νs] (E.6)
bzgl. der Notation vgl. Gl. (A.9). Es ist ferner δµ1···µsν1···νs gleich dem Signum der Indexpermu-
tation σ⋆ : µi→νi, fu¨r alle i∈{1, 2, . . . , s}, und kann daher – vgl. Gl. (E.2) – ausgedru¨ckt
werden durch die Komponenten des Epsilon-Pseudotensors:
δµ1···µsν1···νs =
(
µ1 · · · µs
ν1 · · · νs
)
(E.7)
=
(−1)ρ
(d−s)! ǫ
µ1···µsρ1···ρd−s ǫν1···νsρ1···ρd−s (E.7
′)
Kontraktion mit dem verallgemeinerten Kronecker-Symbol bewirkt vollsta¨ndige Antisym-
metrisierung bezu¨glich der kontrahierten Indizes, vgl. Gl. (A.9′) und (E.5):
1
s!
δµ1···µsν1···νs T
ν1···νsρ1···ρr = T [µ1···µs]ρ1···ρr (E.8)
Wir betrachten Gs⊂G, eine Untermannigfaltigkeit von G der Dimension s mit 1≤s≤d.
Seien dix – mit i=1, . . . s – s linear unabha¨ngige Differentiale auf Gs und sei
dix =
∂x
∂ui
dui nicht summiert u¨ber i (E.9)
eine Parameterdarstellung. Dann definieren wir ein s-dimensionales Volumenelement dV
auf Gs, durch seine kontravarianten Komponenten:
dV µ1···µs ≡ δµ1···µsν1···νs d1xν1 · · · dsxν1 (E.10)
= d1x
µ1 ∧ · · · ∧ dsxµs (E.10′)
wobei Gl. (E.10′) verknu¨pft mit dem Kalku¨l alternierender Differentialformen. Das Volu-
menelement dV nach Gl. (E.10) folgt in Standardform mithilfe Gl. (E.4):
dV µ1···µs = det
(
δµiνj
) ∂xν1
∂u1
· · · ∂x
νs
∂us
du1 · · · dus (E.11)
= det
(dxµi
duj
)
du1 · · · dus (E.11′)
=
∂(xµ1 , . . . xµs)
∂(u1, . . . us)
du1 · · · dus (E.11′′)
mit der konventionellen Jacobi-Determinante in der letzten Zeile.
Wir formulieren den Stokes’schen Satz fu¨r eine (s−1)-Form ω auf G im Kalku¨l alter-
nierender Differentialformen:∫
Gs
d ∧ ω =
∫
∂Gs
ω (E.12)
und a¨quivalent fu¨r einen Tensor T der Stufe (s−1) im Tensorkalku¨l:∫
Gs
Tµ1···µs−1;ρ dV
ρµ1···µs−1 =
∫
∂Gs
Tµ1···µs−1 dV
µ1···µs−1 (E.13)
Wir arbeiten in der Standard-Kommanotation, in der
”
; ρ“steht fu¨r die kovariante Ableitung
nach dem Index µ; sie ist identisch
”
, ρ“, der partiellen Ableitung, unter der vollsta¨ndigen
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Antisymmetrisierung, wie sie gegeben ist unter Kontraktion mit dem Volumenelement; vgl.
Gl. (E.8).
Im folgenden geben wir die Formulierung dieses Satzes in Termen dualer Tensoren an.
Wir definieren zuna¨chst Dualita¨t in G: Sei T ein beliebiger Tensor s-ter Stufe. Dann folgt
der zu T duale Tensor T˜ der Stufe (d−s) durch Anwenden des Dualita¨tsoperators:E.3
T˜ν1···νd−s = d(d−s) ν1···νd−sµ1···µs T
µ1···µs (E.14)
Der Dualita¨tsoperator d(d−s) ist per definitionem Dualita¨t proportional dem Epsilon-Pseudo-
tensor, die Proportionalita¨tskonstante ha¨ngt ab von dem Index d−s (der Zahl freier Indizes
nach Dualisieren):
d(d−s)µ1···µd = c(d−s) ǫµ1···µd (E.15)
Wir lassen c(d−s) zuna¨chst offen. Aus der Kontraktion von Gl. (E.14) mit ǫµ1···µsρ1···ρd−s
folgt mithilfe Gl. (E.7):
(−1)ρ T µ1···µs = 1
c(d−s) · s!(d−s)! ǫ
ν1···νd−sµ1···µs T˜ν1···νd−s (E.16)
Andererseits fu¨hrt zweifaches Dualisieren – bis auf das definierte Vorzeichen (−1)ρ – zuru¨ck
auf den urspru¨nglichen Tensor; wir haben:
˜˜T µ1···µs = (−1)ρ T µ1···µs (E.17)
Damit ist Gl. (E.16), analog zu Gl. (E.14), zu lesen im Sinne
˜˜T µ1···µs = d˜(s)µ1···µsν1···νd−s T˜ν1···νd−s (E.18)
Der hierdurch definierte Dualita¨tsoperator d˜(s) tra¨gt eine Tilde zur kennzeichnung, daß er
auf duale Tensoren wirkt. Analog zu Gl. (E.15) schreiben wir:
d˜(s)
µ1···µd = c˜(s) ǫµ1···µd (E.19)
dabei folgt die Konstante c˜(s) in Abha¨ngigkeit von c(d−s) aus den Gln. (E.16)-(E.19):
c˜(s) =
sgnd(s)
c(d−s) · s!(d−s)! mit sgnd(s) = (−1)
s(d−s) (E.20)
Dabei ist das Signum genau das Signum der Permutation der s Indizes µi vorbei an den d−s
Indizes νj im Epsilon-Pseudotensor in Gl. (E.16). Wir werden sehen, daß die symmetrische
Definition: c(s)≡ c˜(s)≡(−1)s/s!, nicht die gu¨nstigste ist.
Aus Gl. (E.14) folgt explizit fu¨r das zu dV , vgl. Gl. (E.10), duale Volumenelement:
dV˜ν1···νd−s = c(d−s) ǫν1···νd−sµ1···µs dV
µ1···µs (E.21)
= s! c(d−s) ǫν1···νd−sµ1···µs d1x
µ1 · · · dsxµs (E.21′)
Als Verknu¨pfung mit dem Differentialformenkalku¨l ist
dV˜ν1···νd−s = c(d−s) ǫν1···νd−sµ1···µs d1x
µ1 ∧ · · · ∧ dsxµs (E.22)
das Pendant zu Gl. (E.10′).
E.3Durch Kontraktion mit Metriken, hier explizit mit: gρ1µ1 · · · gρsµs , folgen alle Relationen mit kovarian-
ten durch kontravariante Indizes ersetzt, und umgekehrt. Aufgrund der allgemeinen Identita¨ten gµν;ρ ≡ 0
und ǫµ1···µd;ρ≡0 gilt dies weiter, wenn kovariante Ableitungen involviert sind.
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Wir betrachten die bezu¨glich allgemeiner Koordinatentransformationen skalaren Inte-
granden im Stokes’schen Satz nach Gl. (E.13). Wir haben:
Tµ1···µs−1;ρ dV
ρµ1···µs−1 (E.23)
= (−1)ρ (s−1)! (d− (s−1))! c˜(s−1) · c˜(s) (−1)d−1 T˜ ν1···νd−sρ;ρ dV˜ν1···µd−s
Tµ1···µs−1 dV
µ1···µs−1 (E.23′)
= (−1)ρ (s−1)! (d− (s−1))! c˜(s−1) · c˜(s−1) T˜ ν1···νd−sρ dV˜ν1···µd−sρ
Aus Gl. (E.20) folgt die Identita¨t
(−1)d−1 sgnd(s) = sgnd(s−1) (E.24)
Division der Integranden der Gln. (E.23), (E.23′) durch den Ausdruck vor den Punkten und
Multiplikation mit sgnd(s−1) ergibt mithilfe von Gl. (E.13) den Stokes’schen Satz in seiner
dualen Formulierung:
c˜(s) sgnd(s)
∫
Gs
T˜ ν1···νd−sρ;ρ dV˜ν1···νd−s (E.25)
= c˜(s−1) sgnd(s−1)
∫
∂Gs
T˜ ν1···νd−sρ dV˜ν1···νd−sρ
indem wir benutzen die (kovariante) Divergenzfreiheit von metrischem Tensor und Epsilon-
Pseudotensor: gµν;ρ≡0 und ǫµ1···µd;ρ≡0. Der Faktor sgnd(s) ku¨rzt gerade das in c˜(s) explizit
definierte Vorzeichen, vgl. Gl. (E.20).
Fu¨r den Fall s≡d wird Gl. (E.25) zu
c˜(d) sgnd(d)
∫
Gd
T˜ ρ;ρ dV˜ = c˜(d−1) sgnd(d−1)
∫
∂Gd
T˜ ρ dV˜ρ (E.26)
mit dV˜ = d! c(0) ǫµ1···µd d1x
µ1 · · · ddxµd (E.26′)
dV˜ρ = (d−1)! c(1) ǫρµ1···µd−1 d1xµ1 · · · dd−1xµd−1 (E.26′′)
Die Faktoren vor den Integralen in den Gln. (E.25) und (E.26) werden zu Eins – und dies
genau sei unsere Wahl –, wenn die Konstanten c(s) gesetzt werden wie folgt:
c(s) =
1
s!(d−s)! (E.27)
Denn dies impliziert c˜(s)≡ sgnd(s). Die definierenden Gleichungen bezu¨glich Dualita¨t – die
Gln. (E.14) und (E.18) – lauten in dieser Konvention:
T˜ν1···νd−s =
1
s!(d−s)! ǫν1···νd−sµ1···µs T
µ1···µs (E.28)
beziehungsweise:
T µ1···µs = (−1)ρ sgnd(s) ǫµ1···µsν1···νd−s T˜ν1···νd−s (E.29)
= (−1)ρ T˜ν1···νd−s ǫν1···νd−sµ1···µs (E.29′)
Speziell fu¨r das duale Volumenelement:
dV˜ν1···νd−s =
1
(d−s)! ǫν1···νd−sµ1···µs d1x
µ1 · · · dsxµs (E.30)
das also impliziert Division durch die Fakulta¨t der Anzahl freier Indizes.
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Den diese Konvention bezu¨glichen Stokes’schen Satz in seiner dualen Formulierung halten
wir fest wie folgt – vgl. Gl. (E.25):
c˜(s) sgnd(s)
∫
Gs
T˜ ν1···νd−sρ;ρ dV˜ν1···νd−s (E.31)
= c˜(s−1) sgnd(s−1)
∫
∂Gs
T˜ ν1···νd−sρ dV˜ν1···νd−sρ
Fu¨r den Fall s≡d gilt – vgl. die Gln. (E.26)-(E.26′′):
c˜(d) sgnd(d)
∫
Gd
T˜ ρ;ρ dV˜ = c˜(d−1) sgnd(d−1)
∫
∂Gd
T˜ ρ dV˜ρ (E.32)
mit dV˜ = ǫµ1···µd d1x
µ1 · · · ddxµd (E.32′)
dV˜ρ = ǫρµ1···µd−1 d1x
µ1 · · · dd−1xµd−1 (E.32′′)
E.2 Integration der Funktionen χ˜C, χ˜NC
Wir fu¨hren explizit durch formale Schritte in Zusammenhang mit der Integration der Funk-
tionen χ˜C , χ˜NC , die im Haupttext nur zitiert werden ko¨nnen.
E.2.1 Integration der longitudinalen Parameter up, um: Funktio-
nal IL[F ]
Die Integration der paralleltransportierten Feldsta¨rken u¨ber die Mantelfla¨chen Sp, Sm der
Pyramiden Pp, Pm impliziert Integrale der Form – vgl. die Gln. (2.195), (2.195
′):E.4
IL[F ] =
∫
Vp∨Lp
dσpp(x˜p)
∫
Vm∨Lm
dσmm(x˜m) F (x˜
2) (E.33)
=
∫ Tp/2
−Tp/2
∂xpp
∂up
dup
∫ Tm/2
−Tm/2
∂xmm
∂um
dum F (x˜
2) (E.33′)
mit dσµ˜ı (x˜ı)≡dxµ˜ı fu¨r ı=p,m, µ˜∈{p,m, 1, 2}, vgl. Gl. (2.193), und definierten Funktionen F .
Es ist x˜ der Differenzvektor der Weltpunkte x˜p, x˜m, die Elemente sind entweder der Vo-
lumina Vp, Vm oder der Grundfla¨chen Lp, Lm der Pyramiden. Im Sinne der expliziten Para-
metrisierungen der Gln. (2.154), (2.155) seien die
”
p“-Mannigfaltigkeiten longitudinal , das
heißt in Richtung e(p), parametrisiert mit up : −Tp/2→Tp/2; entsprechend die ”m“-Mannig-
faltigkeiten in Richtung e(m) mit um : −Tm/2→Tm/2. Dann gilt – ohne Bezug zu nehmen
auf die Parametrisierungen der Gln. (2.154), (2.155):E.4
x˜ = x˜p(up)− x˜m(um) (E.34)
=
∂xpp
∂up
up e(p) − ∂x
m
m
∂um
um e(m) + (x
i
p−xim) e(i) (E.34′)
mit x˜p ∈ Vp ∨ Lp x˜m ∈ Vm ∨ Lm (E.35)
Dabei impliziert Gl. (E.34′) bereits die Forderung von Planarita¨t der Pyramiden Pp, Pm
bezu¨glich ihrer respektiven longitudinalen Richtung e(p), e(m) – und o.E.d.A. Linearita¨t der
E.4Seien p,mLorentz-Indizes, p,m dagegen Notation der Pyramiden und Teilchen; vgl. Fußn. D.9. Bzgl. der
Koordinatenlinien µ˜∈{p,m, 1, 2} als der Richtungen der (Anti)Quark-Weltlinien vgl. Anh.D.4. Aus dem
Zusammenhang geht hervor, ob sich Gro¨ßen dieses Abschnitts, die versehen sind mit einer Tilde, beziehen
auf diese Koordinatenlinien – oder auf die Fourier-Transformierte im Impulsraum.
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Parametrisierung, das heißt konstante Parameter-Geschwindigkeiten:
∂xpp
∂up ,
∂xmm
∂um
konstant bzgl. up, um (E.36)
mit explizit sp̺
−1, sm̺−1 fu¨r die Volumina Vp, Vm und ̺−1 fu¨r die Grundfla¨chen Lp, Lm im
Falle der Parametrisierungen der Gln. (2.154), (2.155). Diese Faktoren ko¨nnen als konstant
aus den Integralen herausgezogen werden. U¨bergang zur Fourier-Transformierten F˜ (k2)
von F (x˜2≡x2) ergibt dann unter Vertauschung der Integrationen:
IL[F ] =
∫
dk
(2π)4
F˜ (k2)
∂xpp
∂up
∂xmm
∂um
∫ Tp/2
−Tp/2
dup
∫ Tm/2
−Tm/2
dum e
−ik·x (E.37)
mit k · x = k˜ · x˜ = kp ∂x
p
p
∂up
up − km ∂x
m
m
∂um
um + ki x
i (E.38)
vgl. k˜·x˜=kµ˜xµ˜=Sµ˜ν¯Sµ˜ρ¯ kν¯xρ¯=δν¯ρ¯ kν¯xρ¯=kµ¯xµ¯= k¯·x¯ !=Lµ¯νLµ¯ρ kνxρ=δνρ kνxρ=kµxµ=k·x.
Im Limes Tp, Tm→∞ gehen die up-,um-Integrale wie
lim
Tı→∞
∫ Tı/2
−Tı/2
duı e
±izıuı = 2π δ(zı) zı = kı ∂x
ı
ı
∂uı
ı = p,m (E.39)
u¨ber in Delta-Distributionen. Nachtmann diskutiert in Ref. [146] – vgl. den Begriff des
”
Fem-
to-Universums“ –, daß sich auf der Zeitskala der Streuung der Zusatnd der Partonen quali-
tativ nicht a¨ndert: Parton-Annihilations- und -Produktionsprozesse ko¨nnen vernachla¨ssigt
werden, so daß die Propagation geschieht auf geradlinigen Trajektorien, deren La¨ngen, das
heißt die Eigenzeiten Tp, Tm der Propagation, im Vergleich zu den sonst involvierten Skalen
approximiert werden ko¨nnen als unendlich. In diesem Sinne wird durchgefu¨hrt der formale
U¨bergang Tp, Tm→∞E.5; fu¨r IL[F ] nach Gl. (E.37) folgt mithilfe von Gl. (E.39):
IL[F ] =
∫
dk
(2π)2
e−i ki xi F˜ (k2) ∂x
p
p
∂up
δ
(
kp
∂xpp
∂up
)
∂xmm
∂um
δ
(
km
∂xmm
∂um
)
(E.40)
und mithilfe |α|δ(zα)=δ(z) unmittelbar:
IL[F ] =
∫
dk
(2π)2
e−i ki xi δ(kp) δ(km) F˜ (k2) (E.41)
Es liegt nahe, auch im Lorentz-invarianten Vier-Integrationsmaß dk von den Komponen-
ten kµ, µ∈{0, 1, 2, 3}, u¨berzugehen zu den Komponenten kµ˜, µ˜∈{p,m, 1, 2}:
kµ˜ = Sµ˜
ν¯ kν¯ = Sµ˜
ρ¯
Lρ¯
ν kν ≡ (SL)µ˜ν kν (E.42)
Bzgl. dieses U¨bergangs – u¨ber Lichtkegelkomponenten kµ¯, µ¯∈{+,−, 1, 2} – vgl. Anh. D.4,
die Gln. (D.86), (D.86′). Fu¨r die Jacobi-Determinante der Transformation folgt:
∂(k0, k1, k2, k3)
∂(kp, km, k1, k2)
=
[
∂(kp, km, k1, k2)
∂(k0, k1, k2, k3)
]−1
(E.43)
=
[
det
(
(SL)µ˜
ν
) ]−1
= det
(
(SL)µ˜ν
)
= detSL S ≡ (Sµ˜ν¯), L ≡ (Lµ¯ν)
ergo:E.6
dk ≡ dk0 dk3 d2k = − detSL dkp dkm d2k (E.44)
mit d2k≡dk1dk2=dk1dk2.
E.5cum grano salis ̺−1Tp , ̺−1Tm→∞ – das heißt ausschließlich des Anstiegs gegen Unendlich, der Kon-
sequenz ist der aktiven Boosts mit βp , βm→1; bzgl. der eigentlichen Entsprechung ̺−1Tp , ̺−1Tm↔T0, vgl.
die Gln. (D.101), (D.101′) und (D.104).
E.6Das explizite Vorzeichen, das folgt aus dem U¨bergang von kontra- zu kovarianten Komponenten, ku¨rzt
das detL-implizite Vorzeichen, das ausdru¨ckt die Orientierungsumkehr des U¨bergangs (k0, k3)→ (k+, k−).
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Fu¨r Gl. (E.41) folgt:
IL[F ] = − detSL
∫
dk1dk2
(2π)2
e+i k
i xi
∫
dkp δ(kp)
∫
dkm δ(km) F˜ (k
2) (E.45)
= − detSL
∫
d2k
(2π)2
eik·x F˜ (−k2) (E.45′)
Sei im Sinne der letzten Relationen ein Operator ˜̥ definiert durch
˜̥[f ](|x|) :=
∫
d2k
(2π)2
eik·x f˜(k)
∣∣∣
k0,k3≡0
(E.46)
Zusammenfassend gilt:
IL[F ] = − detSL · ˜̥[F ] (E.47)
mit ˜̥[F ](|x|) =
∫∫ ∞
−∞
d2k
(2π)2
eik·x F˜ (−k2)
vgl. Gl.(E.45′), – mit ˜̥ nach Gl. (E.46).
Wir halten in Worte fest die Wirkung des Operators ˜̥ : Es ist ˜̥[f ](|x|) die Funktion,
die folgt aus einer Funktion f(x) der Raumzeit auf Basis – in d Dimensionen:
f˜(k) =
∫
ddx ei k·x f(x) (E.48)
f(x) =
∫
ddk
(2π)d
e−i k·x f˜(k) (E.48′)
durch sukzessive Fourier-Transformation in den Impulsraum, Identisch-Null-Setzen der lon-
gitudinalen Komponenten k0, k3 und Fourier-Ru¨ck-Transformation, vgl. Gl. (E.47).
Das Funktional ˜̥[F ] – und daher IL[F ] – ha¨ngt ab nur von |x|, dem Betrag des transver-
salen Differenzvektors der integrierten Feldsta¨rken, vgl. die Gln.(E.34)-(E.35).
E.2.2 Integration bezu¨glich der transversalen Projektionen S⊥
p
, S⊥
m
:
Funktional IT [F ]
In Abschnitt 2.4.4 wird die konfinierende Funktion χ˜C ausgedru¨ckt durch das transversale
Integation repra¨sentierende Funktional IT – vgl. die Gln. (2.227), (2.228):
χ˜C = − detSL gpm · i 1
12
IT [F ] (E.49)
unter Definition:E.7
IT [F ] = − gµ˜ν˜
∫
S⊥p
dxµ˜p
∫
S⊥m
dxν˜m ∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
]
(E.50)
mit ∂µ˜≡∂/∂xµ˜ und x˜≡(xµ˜), xµ˜=xµ˜p−xµ˜m, – µ˜, ν˜, ρ˜, . . .∈{p,m, 1, 2}.
Wir werten IT aus fu¨r die allgemeine Lorentz-skalare Funktion F ≡F (x˜2), die lediglich
insofern eingeschra¨nkt sei, als sie im Sinn F ≡F (|x|) abha¨nge nur vom – Betrag des – trans-
versalen Vektors x≡(x1, x2)t, und die in praxi zu identifizieren ist wie
F (|x|) ≡ ˜̥(1)[FC ](|x|) ≡ − 1|x|
d
d|x| ˜̥[F
C ](|x|) |x| ≡ √x2, x2 ≡ xixi (E.51)
mit FC die fundamentale konfinierende Korrelationsfunktion, vgl. die Gln. (2.231), (2.232).
Wir betrachten IT nach Gl. (E.50) als das Integral der einen paralleltransportierten
E.7In Abschnitt E.1 ist ausgefu¨hrt der Formalismus von Integration auf (pseudo-)Riemannschen Mannigfal-
tigkeiten; fu¨r unmittelbare Anknu¨pfung fassen wir die Transversalprojektionen S⊥p , S⊥m auf als Untermannig-
faltigkeiten der Minkowski-Raumzeit und summieren im Sinne µ˜, ν˜, ρ˜∈{p,m, 1, 2} u¨ber den gesamten Index-
bereich – o.E.d.A., da identisch verschwinden longitudinale Komponenten der S⊥p -, S⊥m -Fla¨chenelemente.
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Feldsta¨rke u¨ber S⊥p , der anderen u¨ber S⊥m . Deren Positionen sind gegeben durch
x˜ı ≡
(
0, 0, xtı
)t ı = p,m (E.52)
mit x˜ı ≡ x˜ı(sı) xı ≡ xı(sı) sı : 0→ 1 (E.52′)
deren Differenzvektor durch:
x˜ ≡ x˜p − x˜m (E.53)
x˜(sp, sm) ≡ x˜p(sp)− x˜m(sm) x(sp, sm) ≡ xp(sp)− xm(sm) (E.53′)
vgl. Gl. (2.147). Es sind S⊥p , S⊥m zu verstehen als abschnittweise parametrisiert bezu¨glich
ihres Quark- und Antiquark-Abschnitts: S⊥p
∣∣
Q
, S⊥p
∣∣
AQ
bzw. S⊥m
∣∣
Q
, S⊥m
∣∣
AQ
; diese verlaufen
fu¨r Parameter sp, sm : 0→1 von ω zum Quark beziehungsweise von ω zum Antiquark –
wobei nicht a priori gefordert werde abschnittweise Geradlinigkeit :E.8
S⊥p |Q(sp : 0→1) : Apex : xp(0) = ω −→ Q : x˜p(1) = x (E.54)
S⊥p |AQ(sp : 0→1) : Apex : xp(0) = ω −→ AQ : x˜m(1) = x¯ (E.54′)
Es sind x, x¯ die Positionen des (Anti)Quarks, explizit:E.9
x = ω + (z¯1X + b/2) = ω + r
Q
p (E.55)
x¯ = ω + (−z1X + b/2) = ω + rAQp (E.55′)
und ω der gemeinsame Apex der verallgemeinerten Pyramiden Pp, Pm – u¨ber den Wegner-
Wilson-Loops Wp, Wm –, der identifiziert wird mit dem gemeinsamen Referenzpunkt x0,
der wiederum gewa¨hlt wird –
”
im Sinne ho¨chster Symmetrie“, vgl. Fußn. 2.31 auf Seite 76 –
als die Mitte des transversalen Impaktvektors b.E.10
Das Funktional IT nach Gl. (E.50) involviert die Differentiale dx
µ˜
p , dx
µ˜
m bezu¨glich x˜p(sp),
x˜m(sm): bezu¨glich der p-,m-Koordinatenlinien entlang S⊥p , S⊥m . Dann sind durch
dpx
µ˜(sp) ≡ dx
µ˜
dsp
(sp) dsp =
dxµ˜p
dsp
(sp) dsp ≡ dxµ˜p(sp) (E.56)
p-Koordinatenlinien
dmx
µ˜(sm) ≡ dx
µ˜
dsm
(sm) dsm = − dx
µ˜
m
dsm
(sm) dsm ≡ − dxµ˜m(sm) (E.56′)
m-Koordinatenlinien
gegeben die Differentiale dıx˜≡(dıxµ˜), ı≡p,m, µ˜∈{p,m, 1, 2}, in der Konvention von Ab-
schnitt E.1, Gl. (E.9), die also anknu¨pfen an den dort entwickelten Formalismus.
Im Haupttext werden gewa¨hlt die Fla¨chen Sp, Sm als die Mantelfla¨chen planer Pyra-
miden Pp, Pm und auf dieser Basis angegeben fu¨r die transversalen Projektionen S⊥p , S⊥m
explizite Parametrisierungen, vgl. Kap. 2.4.2; wir rekapitulieren Gl. (2.157) in Form:E.8
S⊥p ≡ S⊥p
∣∣
Q
◦ (S⊥p ∣∣AQ)−1 (E.57)
mit S⊥p
∣∣
Q
=
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp) = (ωi + sp rQip ) e˜(i) }
S⊥p
∣∣
AQ
=
{
x˜p≡(xµ˜p)
∣∣∣ x˜p(sp) = (ωi + sp rAQip ) e˜(i) }
(E.57′)
E.8Fu¨r Ku¨rze geben wir explizit nur Gro¨ßen an der
”
p“-Pyramide Pp ; bezu¨glich der ”
m“-Pyramide Pm ist
konsequent zu ersetzen z1→z2, X→Y und b→−b, vgl. Gl. (2.170′).
E.9Der Zusammenhang stellt klar, ob x≡(x1, x2)t – vgl. Gl. (E.53) vs. (E.55) – identisch xp−xm , dem Dif-
ferenzvektor der paralleltransportierten Feldsta¨rken auf den Pyramiden Pp ,Pm , oder identisch ω+z¯1X+b/2
=ω+rQp , der Position des mit Pp assoziierten Quarks Q; vgl. Fußn. 2.27 auf Seite 74.
E.10Im Falle planer Pyramiden – vgl. die expliziten Parametrisierungen in Kap. 2.4.2 auf Seite 76 – sind die
Verbindungen Apex-Basis geradlinig und ihre transversalen Projektionen respektive gegeben durch rQp , r
AQ
p
und rQm , r
AQ
m – und suggestiv die zweite Darstellung der Gln. (E.55),(E.55
′).
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und abschnittweise
sp : 0→ 1 (E.58)
bezu¨glich S⊥p
∣∣
Q
, S⊥p
∣∣
AQ
. Vgl. rQp = z¯1X+b/2, r
AQ
p =−z1X + b/2 – die Gln. (E.55), (E.55′).
Wir zerlegen IT [F ] nach Gl. (E.50) in vier Summanden bezu¨glich der Kombinationen
von (Anti)Quark-Abschnitten (I, J) – I, J ∈{Q,AQ}:
IT [F ] =
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
(E.59)
mit IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
= − gµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dxµ˜p
∫
S⊥m
∣∣
J
dxν˜m ∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.60)
Orientierungsumkehr der Antiquark-Abschnitte – vgl. Gl. (E.57) – ist dabei absorbiert im
Signum signI,J=(−1)I+J , das definiert ist durch Zuweisen der Zahlenwerte Q≡0, AQ≡1;
vgl. Gl. (2.204) bzgl. der nicht-konfinierenden Tensorstruktur. Fu¨r IT [F ]
∣∣
(I,J)
folgt
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
= gµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dpx
µ˜
∫
S⊥m
∣∣
J
dmx
ν˜ ∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.61)
in Termen der Differentiale dpx
µ˜, dmx
µ˜, vgl. die Gln. (E.56), (E.56′); explizit:
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
= − gµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dsp
dxµ˜p
dsp
∣∣∣∣
I
∫
S⊥m
∣∣
J
dsm
dxµ˜m
dsm
∣∣∣∣
J
∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.62)
= − ǫµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dsp
dxµ˜p
dsp
∣∣∣∣
I
∫
S⊥m
∣∣
J
dsm
dxµ˜m
dsm
∣∣∣∣
J
R
∣∣∣
(I,J)
∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.62′)
zu lesen: xµ˜F (x˜2) ≡ xµ˜(sp, sm) F
(
x˜2(sp, sm)
)
, mit xµ˜(sp, sm) ≡ xµ˜p(sp)−xµ˜m(sm), vgl. die
Gln. (E.53), (E.53′), – und wieder in Termen von dpxµ˜, dmxµ˜:
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
= ǫµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dpx
µ˜
∫
S⊥m
∣∣
J
dmx
ν˜ R
∣∣∣
(I,J)
∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.63)
Fu¨r die Komponenten des Epsilon-Pseudotensors des Transversalraums gilt: ǫµ˜ν˜
!
=ǫpmµ˜ν˜ ,
ergo: ǫµ˜ν˜=ǫ
µ˜ν˜≡ δµ˜1 δν˜2−δν˜2δµ˜1 . Der metrische Tensor in Gl. (E.61) geht u¨ber in Gl. (E.63)
in den Epsilon-Pseudotensor: gµ˜ν˜ → ǫµ˜ν˜ ; dabei tritt auf die – auf (I, J), I, J ∈{Q,AQ} zu
beziehende – Funktion R≡R(sp, sm), definiert wieE.11
R ≡ gµ˜ν˜ dpxµ˜ dmxν˜
/
ǫρ˜σ˜ dpx
ρ˜ dmx
σ˜ (E.64)
= R(sp, sm) ≡
[
gµ˜ν˜
dxµ˜p
dsp
(sp)
dxν˜m
dsm
(sm)
]/[
ǫρ˜σ˜
dxρ˜p
dsp
(sp)
dxσ˜m
dsm
(sm)
]
(E.64′)
durch die Tangentialvektoren der Mannigfaltigkeiten S⊥p , S⊥m , vgl. die Gln. (E.56), (E.56′).
Es ist definiert das duale Fla¨chenelement dV˜ ≡dV˜(sp, sm) – in der Konvention von Ab-
schn. E.1, Gl. (E.32′):
dV˜ = ǫµ˜ν˜ dpx
µ˜ dmx
ν˜ = − ǫµ˜ν˜ dxµ˜p dxν˜m (E.65)
≡ dV˜(sp, sm) = ǫµ˜ν˜ dx
µ˜
dsp
(sp)
dxν˜
dsm
(sm) dsp dsm
= − ǫµ˜ν˜ dx
µ˜
p
dsp
(sp)
dxν˜m
dsm
(sm) dsp dsm
(E.65′)
Dies ist genau das Element in IT [F ]
∣∣
(I,J)
.
E.11die erste Zeile in suggestiver Schreibweise in Hinblick auf die Gln. (E.61), (E.63)
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(Anti)Quark-Abschnitte
I, J ∈{Q,AQ}:
sm≡1
S⊥m
∣∣
J
sm≡0
sp≡0
S⊥p
∣∣
I
sp≡1
ıv
ı
ıı
ııı
❦
✣
❦✣
Abbildung E.1: Der duale Stokes’sche Satz reduziert die Integration u¨ber das direkte Pro-
dukt S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
der Mannigfaltigkeiten S⊥p
∣∣
I
und S⊥m
∣∣
J
– mit I, J ∈{Q,AQ} – auf deren
Rand ∂
(S⊥p ∣∣I⊗S⊥m ∣∣J). Die Pfeile geben an die Orientierung der Faktormannigfaltigkeiten
fu¨r sp, sm : 0→1, der Kreispfeil die der Produktmannigfaltigkeit und deren Randes.
Das Funktional IT [F ]
∣∣
(I,J)
ist gegeben in Form von Gl. (E.61) als direktes Produkt von
Linienintegralen entlang der Mannigfaltigkeiten S⊥p
∣∣
I
, S⊥m
∣∣
J
– und in Form
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
=
∫∫
S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
dV˜ R ∂µ˜
[
xµ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.66)
als Fla¨chenintegral u¨ber deren (nichttriviales) direkte Produkt S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
.
Die Funktion R(sp, sm) ist konstant bezu¨glich (I, J):
R
∣∣
(I,J)
= − rIp · rJm
/[
~r Ip × ~r Jm
]
3 (E.67)
mit dem Skalarprodukt der transversalen Vektoren im Za¨hler: rIp ·rJm= δijrIip rJjm , i, j∈{1, 2},
und der dritten Komponente des Vektorprodukts – als Maß des transversalen Fla¨chenele-
ments – im Nenner:
[
~r Ip × ~r Jm
]
3= ǫij3 r
Ii
p r
Jj
m ≡ ǫij rIip rJjm , i, j∈{1, 2}.
Die Konstante R
∣∣
(I,J)
wird in die eckige Klammer gezogen. Das Fla¨chenintegral u¨ber die
Direkte-Produkt-Mannigfaltigkeit wird reduziert auf das Linienintegral u¨ber deren Rand
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
=
∫∫
S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
dV˜ ∂µ˜
[
R xµ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.68)
= 	
∫
∂
(S⊥p ∣∣I⊗S⊥m∣∣J) dV˜µ˜
[
R xµ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.68′)
mithilfe des Stokes’schen Satzes in seiner dualen Formulierung, vgl. die Gln. (E.31), (E.32)-
(E.32′′), – und dem dualen Linienelement dV˜µ˜≡dV˜µ˜(sp, sm) fu¨r die p- und m-Koordinaten-
linien [sm bzw. sp=const.] – in der Konvention von Abschn. E.1, Gl. (E.32
′′):
dV˜µ˜(sp, sm) =
{
ǫµ˜ν˜ dpx
ν˜(sp) p-Koordinatenlinien
ǫµ˜ν˜ dmx
ν˜(sm) m-Koordinatenlinien
(E.69)
bzgl. dpx
µ˜(sp)≡dxµ˜p(sp), dmxµ˜(sm)≡−dxµ˜m(sm) vgl. die Gln. (E.56), (E.56′).
Die Orientierung der Mannigfaltigkeiten S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
, ∂(S⊥p
∣∣
I
⊗S⊥m
∣∣
J
) ist bestimmt wie
folgt: Definition des dualen Fla¨chenelements wie dV˜(sp, sm) ≡ ǫµ˜ν˜ dpxµ˜(sp) dmxν˜(sm) – vgl.
die Gln. (E.65), (E.65′) – bestimmt
(
dpx
µ˜(sp)
)×(dmxν˜(sm)) als Rechtssystem und die Ori-
entierung des Randes entsprechend der Rechtsschrauben-Regel wie in Abbildung E.1.
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In Termen der dort bezeichneten Abschnitte ı, ıı, ııı und ıv schreibt sich IT [F ]|(I,J) nach
Gl. (E.68′) explizit
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
=
[ ∫
ı	
+
∫
ıı	
+
∫
ııı	
+
∫
ıv	
]
dV˜µ˜
[
R xµ˜F (x˜2)
] ∣∣∣∣
(I,J)
(E.70)
Die Kreispfeile sind zu verstehen im Sinne des Kreispfeils in Abbildung E.1.
In der Summe IT [F ] =
∑
I,J signI,JIT [F ]
∣∣
(I,J)
treten die Integrale u¨ber die
”
inneren
Linien“ – das heißt u¨ber die Abschnitte ıı	 und ııı	, charakterisiert respektive durch sp≡0
und sm≡0 const. – zweimal auf mit jeweils entgegengesetzter Orientierung. Sie ku¨rzen sich;
u¨brig bleiben die Integrale u¨ber ı	 und ıv	:
IT [F ] =
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J
[ ∫
ı	
+
∫
ıv	
]
dV˜µ˜
[
R xµ˜F (x˜2)
] ∣∣∣∣
(I,J)
(E.71)
Die orientierten Abschnitte ı	 und ıv	 sind charakterisiert bezu¨glich der Parameter sp, sm
respektive durch {sp: 1→0, sm≡1} und durch {sp≡1, sm: 0→1}; vgl. Abb. E.1.
Bezu¨glich der Kombination (I, J) von (Anti)Quark-Abschnitten I, J ∈{Q,AQ} gilt fu¨r
die dualen Linienelemente dV˜µ˜≡dV˜µ˜(sp, sm) – vgl. Gl. (E.69):
dV˜µ˜(sp, sm)
∣∣∣
(I,J)
(E.72)
=

ǫµ˜ν˜
dxν˜p
dsp
(sp)
∣∣∣∣
I
dsp = ǫµ˜ν˜ r
Iν˜
p dsp p-Koordinatenlinien
− ǫµ˜ν˜ dx
ν˜
m
dsm
(sm)
∣∣∣∣
J
dsm = − ǫµ˜ν˜ rJν˜m dsm m-Koordinatenlinien
und fu¨r xµ˜≡xµ˜(sp, sm) – vgl. die Gln. (E.53), (E.53′) und (E.57), (E.57′):
xµ˜(sp, sm)
∣∣∣
(I,J)
= xµ˜p(sp)
∣∣
I
− xµ˜m(sm)
∣∣
J
(E.73)
=
(
ωµ˜ + sp r
Iµ˜
p
) − (ωµ˜ + sm rJµ˜m ) = sp rIµ˜p − sm rJµ˜m
Die Ausdru¨cke der Gln. (E.72), (E.73) sind zu kontrahieren. Es gilt:E.12
ǫµ˜ν˜ x
µ˜(sp, sm)
∣∣∣
(I,J)
dxν˜p
dsp
(sp)
∣∣∣∣
I
(E.74)
= ǫµ˜ν˜
[
sp r
Iµ˜
p − sm rJµ˜m
]
rIν˜p dsp = − ǫµ˜ν˜ rIν˜p rJµ˜m sm dsp = +
[
~r Ip × ~r Jm
]
3 sm dsp
fu¨r die p- und analog −[~r Ip ×~r Jm]3sp dsm fu¨r die m-Koordinatenlinien; dabei ist identifi-
ziert: ǫµ˜ν˜r
Iµ˜
p r
Jν˜
m ≡ ǫij3 rIip rJjm =
[
~r Ip ×~r Jm
]
3, µ˜, ν˜∈{p,m, 1, 2}, i, j∈{1, 2}, die dritte Kom-
ponente des Vektorprodukts von rIp, r
J
m – wie bereits im Nenner von R
∣∣
(I,J)
, vgl. Gl. (E.67).
Es folgt:
dV˜µ˜x
µ˜ (sp, sm)
∣∣∣
(I,J)
=
{
+
[
~r Ip × ~r Jm
]
3 sm dsp p-Koordinatenlinien
− [~r Ip × ~r Jm]3 sp dsm m-Koordinatenlinien (E.75)
und hiermit fu¨r IT nach Gl. (E.71):
IT [F ] =
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J R
∣∣
(I,J)
[
~r Ip × ~r Jm
]
3 (E.76)
×
{ ∫ 0
1
1 · dsp F
(∣∣sp rIp − 1 · rJm∣∣) − ∫ 1
0
1 · dsm F
(∣∣1 · rIp − sm rJm∣∣) }
Es ist hier eingesetzt x
∣∣
(I,J)
≡ sp rIp−sm rJm, vgl. Gl. (E.73), als das Argument der Funktion
F ≡F (|x|) – und fu¨r die orientierten Abschnitte ı	 und ıv	 respektive {sp: 1→0, sm≡1}
E.12Je einer der Vektoren rIp , r
J
m folgt als Tangentialvektor der Faktor-Mannigfaltigkeiten S⊥p , S⊥m ; sind
diese nicht geradlinig, bleibt a priori stehen die Summe zweier nichttrivialer Terme.
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und {sp≡1, sm: 0→1}.
Ferner eingesetzt R
∣∣
(I,J)
≡ − rIp ·rJm
/[
~r Ip ×~r Jm
]
3, vgl. Gl. (E.67), ku¨rzt sich das Vektor-
und bleibt stehen das Skalarprodukt. Fu¨r IT [F ] folgt abschließend:
IT [F ] (E.77)
=
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J r
I
p · rJm
∫ 1
0
ds
{
F
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + F (∣∣rIp − s rJm∣∣) }
Es gilt fu¨r das relevante Parameterintegral – vgl. die Gln. (E.59)-(E.62) versus (E.77):E.13∫ 1
0
dsp
∫ 1
0
dsm ∂i
[
xiF (|x|)] ∣∣∣∣
x ≡ sp rIp−sm rJm
(E.78)
=
∫ 1
0
ds
{
F
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + F (∣∣rIp − s rJm∣∣) }
Fu¨r χ˜C folgt abschließend – vgl. die Gln. (E.49), (E.77):
χ˜C = − det SL gpm · i 1
12
(E.79)
×
∑
I,J≡Q,AQ
signI,J r
I
p · rJm
∫ 1
0
ds
{
F
(∣∣s rIp − rJm∣∣) + F (∣∣rIp − s rJm∣∣) }
Wie betont, ist wie F (|x|) ≡ ˜̥(1)[FC ](|x|) zu identifizieren mit der fundamentalen Korrela-
tionsfunktion FC , vgl. Gl. (E.51). Im Haupttext werden zitiert Gl. (E.77) und (E.79).
Wir schließen diesen Anhang mit den folgenden Bemerkungen bezu¨glich der Gu¨ltigkeit der
Darstellung von IT [F ] durch Gl. (E.77) – und folglich von χ˜
C durch Gl. (E.79).
Zum einen basiert die Herleitung von IT [F ] entsprechend Gl. (E.77) wesentlich auf der
Anwendbarkeit des (dualen) Stokes’schen Satzes – vgl. Gl. (E.68) versus (E.68′). Dies
setzt offenbar voraus – vgl. Gl. (E.66 versus (E.68) – Konstanz der Funktion R(sp, sm)
bezu¨glich der Kombinationen (I, J) von (Anti)Quark-Abschnitten I, J ∈{Q,AQ}, vgl. Gl.),
das heißt Geradlinigkeit der Faktor-Mannigfaltigkeiten S⊥p , S⊥m . Wir sehen leicht, daß die-
se Annahme allerdings nicht notwendig ist: Bei Nicht-Geradlinigkeit werden S⊥p , S⊥m zer-
legt in infinitesimal kleine Abschnitte Ii beziehungsweise Jj ; dann ist R(sp, sm) konstant
bezu¨glich der Kombinationen (Ii, Jj) von Abschnitten; es folgt IT [F ]
∣∣
(Ii,Jj)
in der Form von
Gl. (E.68) und auf Basis des Stokes’schen Satzes in der Form von Gl. (E.68′). In der Sum-
me IT [F ] =
∑
Ii,Jj
signIi,JjIT [F ]
∣∣
(Ii,Jj)
ku¨rzen sich paarweise die Integrale u¨ber die inneren
Linien und es folgt Gl. (E.71), bezogen auf den – nicht-geradlinigen – Rand ∂(S⊥p ⊗S⊥m ).
Zum anderen basiert IT [F ] entsprechend Gl. (E.77) wesentlich auf der Nicht-Trivialita¨t
der Direkten-Produkt-Mannigfaltigkeit S⊥p ⊗S⊥m , die fordert lineare Unabha¨ngigkeit der Fak-
tor-Mannigfaltigkeiten S⊥p , S⊥m . Sie ist gu¨ltig fu¨r die Funktion χ˜C≡ χ˜Cpm(≡ χ˜Cmp). Sie ist nicht
gu¨ltig fu¨r die Funktionen χ˜Cpp, χ˜
C
mm – die subsumieren Integration beider paralleltranspor-
tierter Feldsta¨rken u¨ber dieselbe Pyramiden-Mantelfla¨che: Es ist Bezug zu nehmen auf die
Gln. (E.59), (E.62) und entsprechend zu substituieren die Mannigfaltigkeiten S⊥p , S⊥m . So
gilt fu¨r χ˜Cpp ∝ − detSL gpp – mit xµ˜(s, s′)
∣∣
(I,J)
= xµ˜p(s)
∣∣
I
−xµ˜p(s′)
∣∣
J
= s rIµ˜p −s′ rJµ˜p :
IT [F ]
∣∣∣
(I,J)
= gµ˜ν˜
∫
S⊥p
∣∣
I
dpx
µ˜
∫
S⊥p
∣∣
J
dpx
ν˜ ∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.80)
= rIp · rJp
∫ 1
0
ds
∫ 1
0
ds′ ∂ρ˜
[
xρ˜F (x˜2)
] ∣∣∣
(I,J)
(E.80′)
und fu¨r χ˜Cmm analog: gpp→gmm und rp→rm.
E.13Diese Formel ist a¨quivalent zu Gl. (4.29) in Ref. [124], die wir dort nur zitieren.
Anhang F
Korrelationsfunktionen
Im Haupttext wird gemacht ein Ansatz fu¨r die konfinierende C- und die nicht-konfinierende
NC-Struktur des Lorentz-Korrelationstensors im Impulsraum. Auf dieser Basis werden be-
rechnet die streu-relevanten Funktionen ˜̥(1)[FC ](|ξ|), ˜̥(2)[FC ](|ξ|) und ˜̥[FNC ](|ξ|).
Wesentlicher Schritt ist die Fourier-Transformation in den Ortsraum einer durch den An-
satz definierten Funktion D˜ν(k
2,m2). Wir verifizieren simultan im Haupttext zitierte Rela-
tionen wie die Darstellung des Korrelationstensors im Ortsraum durch nur eine unabha¨ngige
Korrelationsfunktion, indem wir diese Transformation durchfu¨hren in dem verallgemeiner-
ten Minkowski-RaumMd,σ mit Dimension d und Signatur σ, oder a¨quivalent: ζ≡(d+σ)/2
der Anzahl zeitartiger und ρ≡(d−σ)/2 der Anzahl raumartiger Dimensionen.F.1
F.1 D˜ν(k
2,m2), Dν(ξ
2,m2) −
”
ν-verallgemeinerter“
Feynman-Propagator in Md,σ
In Kapitel 1.3, Gl. (1.78) und (1.81) wird gemacht der AnsatzF.2
D˜(k2) ≡ D˜C(k2) ≡ − 1
2
k2 D˜′NC(k2) (F.1)
!
= 6iAν · λ2ν(−k2) D˜ν(k2,m2)
∣∣∣
⋆
mit ⋆ : m2 ≡ 1
hier in Termen des
”
ν-verallgemeinerten“ Feynman-Propagators D˜ν , der definiert ist im
Impulsraum durch:F.3
D˜ν(k
2,m2) = λdν
1
(λ2νk
2 −m2 + i ǫ)ν λν ,m ∈ IR
+, ν ∈ C (F.2)
Es folgt im Ortsraum:
D˜ν(ξ
2,m2) ≡
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ D˜ν(k2,m2) (F.3)
mit dem entsprechenden (Lorentz-)invarianten (d, ζ)-Skalarprodukt
k·ξ ≡ gµνkµξν =
∑ζ
i=1 k
i ξi −∑di=ζ+1 ki ξi (F.4)
F.1Es ist Md,σ der Raum, zu dem der in Anhang E.1 definierte (pseudo-)Riemannsche Raum Gd,σ lokal
isoporph ist im Sinne des metrischen Tensors g≡(gµν)≡diag[+1, . . . ,+1,−1, . . . ,−1] nach Gl. (E.1); der
gewo¨hnliche Minkowski-Raum ist M≡M4,−2 mit ζ≡1, ρ≡3. Wir beziehen uns in diesem Anhang generell
aufMd,σ , arbeiten o.E.d.A. in den korrespondierenden kartesischen Koordinaten µ∈{1, 2, . . . , d} mit den ζ
ersten zeit-, den ρ u¨brigen raumartig und pra¨ferieren i.a. den Satz von Indizes (d, ζ), in praxi: (4, 1).
F.2Der Index ν wird in praxi – physikalisch suggeriert – identisch Vier gewa¨hlt.
F.3Der konventionelle Feynman-Propagator folgt fu¨r ν≡1, λ1≡1, ist ergo gegeben durch ∆˜F ≡D˜1|λ1≡1.
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Bzgl. der zugrundeliegenden Konventionen vgl. die Gln. (E.48), (E.48′) und Fußn. F.1.
Aus der D˜ν definierenden Gl. (F.2) lesen wir ab:
− 1
λ2ν
d
dk2
D˜ν(k
2,m2) =
d
dm2
D˜ν(k
2,m2) (F.5)
Durch n-fache Differentiation folgt ferner:F.4(
d
dm2
)
n
D˜ν(k
2,m2) =
Γ(ν+n)
Γ(ν)
(
λν
λν+n
)
d
D˜ν+n
(
(λν/λν+n ·k)2,m2) (F.6)
⇐⇒ D˜ν(k2,m2) = Γ(ν−n)
Γ(ν)
(
λν
λν−n
)
d
(
d
dm2
)
n
D˜ν−n
(
(λν/λν−n ·k)2,m2
)
(F.6′)
die gestrichene Gleichung durch Auflo¨sen nach D˜ν+n, Umbenennung (λν/λν+n k)≡ k˜→k
und abschließenden U¨bergang ν→(ν−n), – in Termen von Ableitungen d/dk2:
D˜ν(k
2,m2) =
Γ(ν−n)
Γ(ν)
(
λν
λν−n
)
d
(
− 1
λ2ν−n
d
dk2
)
n
D˜ν−n
(
(λν/λν−n ·k)2,m2
)
(F.7)
vgl. Gl. (F.5).
Analog gilt im Ortsraum:F.5
Dν(ξ
2,m2) =
Γ(ν+n)
Γ(ν)
(
− 4λ2ν
d
dξ2
)
n
Dν+n
(
(λν+n/λν ·ξ)2,m2) (F.8)
⇐⇒ Dν−n
(
(λν−n/λν ·ξ)2,m2) = Γ(ν)
Γ(ν−n)
(
− 4λ2ν
d
dξ2
)
n
Dν
(
ξ2,m2
)
(F.8′)
die gestrichene Gleichung durch Umbenennung (λν+n/λν ·ξ)≡ ξ˜→ξ und wieder abschließen-
den U¨bergang ν→(ν−n).
F.2 C- und NC-Korrelationsfunktionen
Der Zusammenhang des Korrelationstensors in Orts- und Impulsraum – vgl. Gl. (1.68) ver-
sus (1.74) – ist gegeben fu¨r die C- und NC-Tensorstruktur respektive durch
∂2 FC(ξ2)
!
= DC(ξ
2) ≡
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ D˜C(k2) (F.9)
undF.6
∂µ ∂ν F
NC(ξ2) (F.10)
!
= ∂µ ∂ν
1
8
∫ ξ2
−∞
du DNC(u) =
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ
[
− 1
2
kµ kν
d
dk2
D˜NC(k
2)
]
mit ∂µ≡∂/∂ξµ und Definition der eigentlich relevanten Funktionen FC , FNC entsprechend
der ersten Identita¨ten; vgl. Kap. 2.4.3, Gl. (2.181) und Kap. 2.4.4, Gl. (2.211).
F.2.1 Zusammenhang D˜C(k
2), FC(ξ2)↔ D˜ν(k
2,m2),Dν(ξ
2,m2)
Bezu¨glich der C-Tensorstruktur schreibt sich Gl. (F.1):
D˜C(k
2) = 6iAν · λ2ν(−k2) D˜ν(k2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.11)
F.4Im folgenden unterdru¨cken wir jede Bemerkung bezu¨glich der Gu¨ltigkeit der angegebenden Relationen,
wenn diese – wie hier – allein bestimmt ist durch die Nicht-Singularita¨t der Eulerschen Gamma-Funktion.
F.5Die Herleitung ist straight-forward aus der definierenden Gl. (F.2); sie sei hier nicht weiter ausgefu¨hrt.
F.6die zweite Identita¨t unter der Annahme, die Randterme verschwinden unter partieller Integration ∂/∂kµ
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Daraus folgt im Ortsraum:
DC(ξ
2) ≡
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ D˜C(k2) (F.12)
= ∂2
[
6iAν · λ2ν
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ D˜ν(k2,m2)
] ∣∣∣∣
⋆
(F.12′)
= ∂2
[
6iAν · λ2ν Dν(ξ2,m2)
] ∣∣∣
⋆
(F.12′′)
und fu¨r die Funktion FC :
FC(ξ2) = 6iAν · λ2ν Dν(ξ2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.13)
vgl. die Gln. (F.9), (F.12′′).
F.2.2 Zusammenhang D˜NC(k
2), FNC(ξ2)↔ D˜ν(k
2,m2),Dν(ξ
2,m2)
Bezu¨glich der NC-Tensorstruktur schreibt sich Gl. (F.1):
− 1
2
k2 D˜′NC(k2) = 6iAν ·
[
− 1
2
k2 · 2λ2ν
]
D˜ν(k
2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.14)
Es folgt aus Gl. (F.7), mit n≡1:
D˜ν(k
2,m2) =
Γ(ν−1)
Γ(ν)
(
λν
λν−1
)
d
(
− 1
λ2ν
d
dk2
)
D˜ν−1
(
(λν/λν−1 ·k)2,m2
)
(F.15)
und damit fu¨r die nicht-differenzierte Funktion o.E.d.A.:
D˜NC(k
2) = 6iAν ·
[
(−2) Γ(ν−1)
Γ(ν)
] (
λν
λν−1
)
d
D˜ν−1
(
(λν/λν−1 ·k)2,m2
) ∣∣∣
⋆
(F.16)
aus Gl. (F.14).
Es gilt daher im Ortsraum:
DNC(ξ
2) ≡
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ D˜NC(k2) (F.17)
= 6iAν ·
[
(−2) Γ(ν−1)
Γ(ν)
] ∫
ddk˜
(2π)d
e−i k˜·(λν−1/λν ξ) D˜ν−1(k˜2,m2)
∣∣∣∣
⋆
(F.17′)
= 6iAν ·
[
(−2) Γ(ν−1)
Γ(ν)
]
Dν−1
(
(λν−1/λν ·ξ)2,m2
) ∣∣∣
⋆
(F.17′′)
die zweite Identita¨t mit Gl. (F.16) unter Substitution k → k˜≡(λν/λν−1 ·k) der Integrations-
variablen. Analog zu Gl. (F.15) folgt aus Gl. (F.8′), mit n≡1:
Dν−1
(
(λν−1/λν ξ)2,m2) = (−4) Γ(ν)
Γ(ν−1)
(
λ2ν
d
dξ2
)
Dν
(
ξ2,m2
)
(F.18)
und daraus
DNC(ξ
2) = 8 · 6iAν · λ2ν
d
dξ2
Dν(ξ
2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.19)
aus Gl. (F.17′′).
Die Funktion FNC ist definiert durch:F.7
FNC(ξ2) =
1
8
∫ ξ2
−∞
du DNC(u) (F.20)
F.7In Ref. [124] bestimmen wir die untere Integrationsgrenze a posteriori zu −∞ durch die Forderung, die
Stammfunktion verschwinde identisch fu¨r diesen Wert.
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vgl. die erste Identita¨t der Gl. (F.10). Differenziert nach ξ2 folgt
d
dξ2
FNC(ξ2) =
1
8
DNC(ξ
2) (F.21)
Mit Gl. (F.19) o.E.d.A.:
FNC(ξ2) = 6iAν · λ2ν Dν(ξ2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.22)
Es ist – vgl. die Gln. (F.13), (F.22) –
FC(ξ2) ≡ FNC(ξ2) ≡ 6iAν · λ2ν Dν(ξ2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.23)
die eine unabha¨ngige Korrelationsfunktionen beider Tensorstrukturen. Ihre Darstellung im
Impulsraum ist – bis auf den Faktor 6iAν – gegeben durch die definierende Gl. (F.2) des ”
ν-
verallgemeinerten“ Feynman-Propagators D˜ν(k
2,m2), ihre Darstellung im Ortsraum durch
dessen Fourier-Transformierte Dν(x
2,m2).
Fu¨r die Projektionen ˜̥[FC ]≡ ˜̥[FNC ] folgt – bzgl. des Operators ˜̥ vgl. Gl. (E.46),
bzgl. D˜ν Gl. (F.2):
F.8
˜̥[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥[FNC ](|ξ|)
= 6iAν · λ2ν
∫
dd−2k
(2π)d−2
e−ik·ξ λdν
1
(λ2νk
2 −m2 + i ǫ)ν
∣∣∣∣
⋆
(F.24)
= λ2ν · 6iAν · λ2ν
(
Dν(ξ
2,m2)
∣∣∣
⋆,⋆⋆
)
(F.24′)
= δAν λ
2
ν ·
(
6iAν · λ2ν Dν(ξ2,m2)
∣∣∣
⋆,⋆⋆
)
δAν ≡ Aν
Aν
∣∣
⋆,⋆⋆
(F.24′′)
mit ⋆ : m2≡1 (F.25)
⋆⋆ : d→ d′≡d−2 , ζ → ζ′≡ζ−1 ; ergo: ξ → ξ (F.25′)
Die Wirkung der Projektion ˜̥ besteht darin, daß gegenu¨ber vollsta¨ndiger Fourier-Trans-
formation die Integration reduziert ist um eine zeit- und eine raumartige Impulskomponen-
te: ζ→ζ′≡ζ−1, ρ→ρ′≡ρ−1, das heißt d→d′≡d−2; die in diesem Sinne reduzierten –
”
transversale“ – Vektoren sind notiert in (geradem) Fettdruck. Es folgt:F.8
˜̥[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥[FNC ](|ξ|) (F.26)
= δAν λ
2
ν ·
(
FC(ξ2)
∣∣∣
⋆,⋆⋆
)
≡ δAν λ2ν ·
(
FNC(ξ2)
∣∣∣
⋆,⋆⋆
)
die neben ˜̥[FNC ](|ξ|) streu-relevanten Funktionen ˜̥(1)[FC ](|ξ|), ˜̥(2)[FC ](|ξ|) durch ein-
beziehungsweise zweifache Differentiation − 1|ξ|
d
d|ξ| , vgl. Gl. (2.232).
Auf dieser Basis folgen explizite Darstellungen unmittelbar aus der expliziten Darstellung im
Ortsraum des
”
ν-verallgemeinerten“ Feynman-PropagatorsDν(ξ
2,m2) im verallgemeinerten
Minkowski-RaumMd,σ. Diese wird hergeleitet im folgenden Abschnitt.
F.3 Dν(ξ
2,m2): explizite Darstellung in Md,σ
Der
”
ν-verallgemeinerte“ Feynman-Propagator Dν(ξ
2,m2) inMd,σ ist gegeben als die Fou-
rier-Transformierte
Dν(ξ
2,m2) =
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ λdν
1
(λ2νk
2 −m2 + i ǫ)ν (F.27)
F.8Gl. (F.24′′) ist zu lesen wie folgt: Wir berechnen das Produkt (6iAν·Dν); da Aν abha¨ngt von d, ζ, ist zu
multiplizieren mit δAν . Dagegen wird λν behandelt als Parameter bezu¨glich der festenWerte d, ζ. Diese Kon-
vention minimiert den expliziten Rechenaufwand und ermo¨glicht die suggestive Notation von Gl. (F.26).
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von D˜ν(k
2,m2), vgl. die Gln. (F.2), (F.3). Unter Substitution k→k′≡λνk der Integrations-
variablen folgt unmittelbar
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
=
∫
ddk′
(2π)d
e−i k′ ·ξ′ 1
(λ2νk
′2 −m2 + i ǫ)ν (F.28)
mit ξ′ ≡ ξ/λν (F.28′)
Unter Definition
λ ≡ ξ′2 = ∑ζi=1 (ξ′i)2 −∑di=ζ+1 (ξ′i)2 (F.29)
vgl. Gl. (F.4), diskutieren wir die Fa¨lle:F.9
(i) ξ′ zeitartig, λ ≡ ξ′2 > 0 : ξ′ = (√λ, 0, . . . 0)t (F.30)
(ii) ξ′ raumartig, λ ≡ ξ′2 < 0 : ξ′ = (0, . . . 0, √−λ)t (F.30′)
Nach geeigneter (d, ζ)-(Lorentz-)Transformation kann o.E.d.A. angenommen werden die Dar-
stellung mit nur einer nichtverschwindenden Komponente in Termen der Invarianten λ.
F.3.1 Vorbereitung
Zur Auswertung der Fourier-Integrale in Gl. (F.28) beno¨tigen wir zwei Typen elementarer
Integrale, die wir – voranstellend – in geeigneter Form diskutieren. Durch diese wird dann
konstruiert und ausgewertet das relevante multidimensionale Integral.
Integral Typ I: IIz,w(a). Sei definiert
IIz,w(a) ≡
∫ ∞
0
dt
tz−1
(a+ t)z+w |Arg a| < π, Re z, Rew > 0 (F.31)
d.h. a nicht reell-negativ. Dann folgt durch Substitution t→t′≡ t/a:
IIz,w(a) = a
−w lim
R→∞
I
(CR(−Arg a)) (F.32)
mit I
(CR(ϕ)) ≡ ∫
CR(ϕ)
dt′
t′z−1
(1 + t′)z+w
CR(ϕ) = reiϕ, r : 0→ R (F.32′)
mit I
(CR(ϕ)) dem Linienintegral in der komplexen t′-Ebene entlang des Strahls C(−Arg a),
der charakterisiert ist durch konstante Phase ϕ≡−Arg a und sich erstreckt ins Unendliche im
Limes R→∞; analog ist I(CR(0)) das Linienintegral entlang der positiven reellen t′-Achse.
Sei I−Arg a(R) das entsprechende Integral u¨ber den Kreisbogen, der beide Strahlen verbindet
zu einer geschlossenen Kontur. Dann gilt mithilfe des Residuensatzes:
I
(CR(−Arg a)) ≡ I(CR(0)) − I−Arg a(R) (F.33)
Wir finden:F.10
Iϕ(R) = w
−1R−w
∞∑
k=0
ik R
−k
ik ≡ (z+w)k (w)k
(w+1)k
1
k!
[
eiϕ(w+k)−1
] (F.34)
= w−1R−w
[
eiϕw ·f(ϕ)− f(0)
]
f(ϕ) ≡ 2F1
(
z+w,w;w+1;− 1
R
eiϕ
)
(F.34′)
mit (ζ)k≡Γ(ζ+k)/Γ(ζ), (ζ)0≡1, ζ∈C, k∈IN, dem Pochhammer-Symbol und 2F1(α, β; γ; ζ)
der Gauß’schen Hypergeometrischen Funktion nach Ref. [2], Abramowitz 6.1.22 bzw. 15.1.1.
F.9Wir finden fu¨r zeit- und raumartigen Vektor ξ′ identische Ausdru¨cke; dessen Limes λ≡ξ′2→0± stellt
dar den Fall (iii) lichtartigen Vektors ξ′.
F.10Entwicklung des Integranden in Binomialreihe, deren normale Konvergenz zula¨ßt Vertauschen der Li-
mesbildung bezu¨glich Integration und Summation; ik explizit und Gl. (F.34
′) nur fu¨r Vollsta¨ndigkeit
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Das Kreisbogen-Integral I−Arg a ist nach Gl. (F.34) Null im Limes R→∞ fu¨r Rew>0 [wie
auch trivialerweise fu¨r Arg a≡0]; es folgt IIz,w(a)=a−w limR→∞ I
(CR(0)) und explizit:
IIz,w(a) ≡
∫ ∞
0
dt
tz−1
(a+ t)z+w
= a−w
∫ ∞
0
dt
tz−1
(1 + t)z+w
(F.35)
= a−w B(z, w) |Arg a| < π, Re z, Rew > 0
unter Identifizierung des Integralausdrucks fu¨r Re z>0, Rew>0 als die Eulersche Beta-
Funktion B(z, w) ≡ Γ(z)Γ(w)/Γ(z+w); vgl. Ref. [2], Abramowitz 6.2.1.
Integral Typ II: IIIµ,±(x, s). Sei definiert
IIIµ,±(x, s) ≡
∫ ∞
−∞
dt
2π
e±i tx
(s2 + t2)µ+
1
2
(F.36)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
d.h. s in der rechten Halbebene, s2 nicht reell-negativ. Der Nenner ist gerade Funktion der
Integrationsvariablen, das Integrationsintervall symmetrisch; es folgt:
IIIµ,±(x, s) ≡
∫ ∞
−∞
dt
2π
e±i tx
(s2 + t2)µ+
1
2
=
1
π
∫ ∞
0
dt
2π
cos(tx)
(s2 + t2)µ+
1
2
(F.37)
=
(4π)−1/2
Γ
(
µ+ 12
) 1(
s2
)µ (12)µ−1(sx)µKµ(sx)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
Reµ>0
= (4π)−1/2
Γ(µ)
Γ
(
µ+ 12
) 1(
s2
)µ Kµ(sx) (F.37′)
Das letzte Integral in Gl. (F.37) ist angegeben in Ref. [2], Abamowitz 9.6.25; es ist Kµ(z)
die modifizierte Besselfunktion zweiter Art mit Index µ und Kµ(z)=(12 )µ−1 1Γ(µ) zµKµ(z),
mit Kµ(z)→1 fu¨r z→0; vgl. Gl. (1.82) auf Seite 40. Herausziehen von Γ(µ) in Gl. (F.37′)
erfordert Verscha¨rfung der Forderung an µ. Insbesondere gilt IIIµ,+≡IIIµ,−, ∀µ∈C.
Multidimensionales Integral I(d
′,ζ′)
ν (a). In Hinblick auf Gl. (F.28) sei definiert
I
(d′,ζ′)
ν (a) ≡
(∏d′
i=1
∫ ∞
−∞
dki
2π
)
1(
a+ k′2
)ν
|Arg a| < π, Re ν > 0
(F.38)
mit k′2 =
∑ζ′
i=1
(
k′i
)2 −∑d′i=ζ′+1 (k′i)2 (F.39)
d.h. ζ′ Dimensionen zeit- und ρ′≡(d′−ζ′) Dimensionen raumartig; vgl. Gl. (F.4) und (F.29).
Substituiert k′i→ti≡(k′i)2, folgt:
I
(d,ζ)
ν (a) =
1
(2π)d′
(∏d′
i=1
∫ ∞
0
dti t
−1/2
i
)
1(
a+ t
)ν
|Arg a| < π, Re ν > 0
(F.40)
mit t =
∑ζ′
i=1 ti −
∑d′
i=ζ′+1 ti (F.41)
Diese Integrale sind von Typ I:∫ ∞
0
dt
t1/2−1(
α+ t
)µ ≡ II1
2 ,µ− 12
(α) =
1
αµ− 12
B
(1
2
, µ− 1
2
)
(F.42)
|Argα| < π, Re
(
µ− 1
2
)
> 0
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vgl. Gl. (F.35), mit µ=ν− i2 , i=1, 2, . . . d′. Damit folgt unmittelbar fu¨r die ζ′ zeitartigen
Dimensionen:
I
(d′,ζ′)
ν (a) =
1
(2π)d′
[∏ζ′
i=1 B
(1
2
, ν− i
2
)](∏d′
i=ζ′+1
∫ ∞
0
dti t
−1/2
i
)
1(
a− t′)ν− ζ′2 (F.43)
mit −t′=−∑d′i=ζ′+1ti, vgl. Gl. (F.41). Es gilt:(
a− t′)−(ν − ζ′2 ) = e−(ν− ζ′2 )πi · ((−a) + t′)−(ν − ζ′2 ) (F.44)
Daraus folgt:
I
(d′,ζ′)
ν (a) (F.45)
= e−(ν−
ζ′
2 )πi · 1
(2π)d′
[∏ζ′
i=1 B(
1
2
, ν− i
2
)
](∏d′
i=ζ′+1
∫ ∞
0
dti t
−1/2
i
)
1(
(−a) + t′)ν− ζ′2
und weiter mithilfe Gl. (F.42) fu¨r die ρ′≡(d′−ζ′) u¨brigen raumartigen Dimensionen:
I
(d′,ζ′)
ν (a) = e
−(ν− ζ′2 )πi · 1
(2π)d′
[∏d′
i=1 B(
1
2
, ν− i
2
)
]
1
(−a)ν−
ζ′
2 − (d
′−ζ′)
2
(F.46)
Mit
∏d′
i=1B(
1
2 , ν− i2 ) =
(
Γ(12 )
)
d′Γ(ν − d′2 )
/
Γ(ν) und Γ(12 )≡π1/2 geben wir abschließend an
fu¨r das multidimensionale Integral I
(d′,ζ′)
ν (a) nach Gl. (F.38):
I
(d′,ζ′)
ν (a) = e
−(ν− ζ′2 )πi · (4π)−d′/2 Γ(ν −
d′
2 )
Γ(ν)
1(− a)ν− d′2 (F.47)
= e−
(d′−ζ′)
2 πi · (4π)−d′/2 Γ(ν −
d′
2 )
Γ(ν)
1
aν− d
′
2
(F.47′)
|Arg a| < π, Re
(
ν− d
′+1
2
)
> 0
bzgl. der Einschra¨nkung fu¨r Re ν vgl. Gl. (F.42). Es gilt – konsistent mit Gl. (F.44):(− a)−(ν − d′2 ) = e+(ν− d′2 )πi · a−(ν − d′2 ) (F.48)
so daß folgt aus der ersten Darstellung die zweite.F.11
Fu¨r definite Metrik ko¨nnen in Gl. (F.38) eingefu¨hrt werden spha¨rische Polarkoordinaten
und verifiziert werden die Gln. (F.47), (F.47′).
Seien (1) sa¨mtliche Dimensionen zeitartig: ζ′≡d′. Es ist κ′≡√k′2 der Betrag des
d′-dimensionalen Radialvektors, k′2≡+∑d′i=1(k′i)2, vgl. Gl. (F.38′); fu¨r I(d′,d′)ν (a) gilt:
I
(d′,d′)
ν (a) =
∫
dΩd′
(2π)d′
∫ ∞
0
dκ′
κ′d
′−1(
a+ κ′2
)ν = ωd′(2π)d′
∫ ∞
0
dt
2
td
′/2−1(
a+ t
)ν (F.49)
=
1
2
ωd′
(2π)d′
1
aν− d
′
2
B
(d′
2
, ν− d
′
2
)
= (4π)−d
′/2 Γ
(
ν− d′2
)
Γ(ν)
1
aν− d
′
2
≡ e−
(
ν− ζ′2
)
πi · (4π)−d′/2 Γ
(
ν− d′2
)
Γ(ν)
1
(−a)ν− d
′
2
(F.49′)
die zweite Identita¨t unter Substitution κ′→t≡κ′2, die folgenden mit Gl. (F.42) und (F.48)
und eingesetzt
∫
dΩd′≡ωd′≡2 πd′/2
/
Γ(d′/2).F.12
F.11Je nach Vorzeichen von Re a ist zweckma¨ßig zu arbeiten mit Gl. (F.47) oder mit Gl. (F.47′).
F.12Es ist ωd′ ≡d′ ·vd′ und vd′ =πd
′/2
/
Γ(d′/2+1) mit ωd′ der Oberfla¨che, vd′ dem Volumen der d
′-dimensio-
nalen Einheitskugel; vgl. etwa Ref. [86], die Paragraphen 5.7 und 14.9.
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Seien (2) sa¨mtliche Dimensionen raumartig: ζ′≡0. Es ist κ′≡√− k′2 der Be-
trag des d′-dimensionalen Radialvektors, k′2≡−∑d′i=1(k′i)2, vgl. Gl. (F.38′); fu¨r I(d′,0)ν (a)
gilt analog:
I
(d′,0)
ν (a) = e
−νπi ·
∫
dΩd′
(2π)d′
∫ ∞
0
dκ′
κ′d
′−1(
(−a) + κ′2)ν (F.50)
= e−νπi · 1
2
ωd′
(2π)d′
1
(−a)ν− d
′
2
B
(d′
2
, ν− d
′
2
)
≡ e−νπi · (4π)−d′/2 Γ
(
ν− d′2
)
Γ(ν)
1
(−a)ν− d
′
2
(F.50′)
Wir finden Konsistenz der Gln. (F.49′), (F.50′) mit Gl. (F.47) – und in nicht-trivialen
Phasenfaktoren manifestiert die Indefinitheit von Md,σ.
F.3.2 Durchfu¨hrung
Auf Basis der gezeigten Identita¨ten wird ausgedru¨ckt und ausgewertet das Fourier-Integrale
fu¨r D˜ν
(
(λξ′)2,m2
)
, vgl. Gl. (F.28).
Sei (i) der Vektor ξ′ zeitartig: λ≡ξ′
2
>0. Dann gilt – mit t≡ξ′1, vgl. Gl. (F.30),
und dem multidimensionalen Integral I
(d′,ζ′)
ν (a) nach Gl. (F.38):
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
=
∫ ∞
−∞
dt
2π
e−i t x I(d−1,ζ−1)ν (a) (F.51)
mit x ≡ √λ a ≡ s2 + t2 − s2 ≡ m2 − i ǫ (F.52)
Fu¨r Indizes d′≡d−1, ζ′≡ζ−1 gilt – vgl. Gl. (F.47′):
I
(d−1,ζ−1)
ν (a) = e
− (d−ζ)2 πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(ν −
d−1
2 )
Γ(ν)
1
aν− d−12
(F.53)
= e−
(d−ζ)
2 πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(µ+
1
2 )
Γ(µ+ d2 )
1
aµ+
1
2
(F.53′)
die zweite Identita¨t unter Definition
µ ≡ ν − d
2
(F.54)
Zusammen folgt:
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(d−ζ)
2 πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(µ+
1
2 )
Γ(µ+ d2 )
· IIIµ,−(x, s) (F.55)
unter Identifizierung des resultierenden Integrals als von Typ II – vgl. Gl. (F.37):∫ ∞
−∞
dt
2π
e−i tx
(s2 + t2)µ+
1
2
≡ IIIµ,−(x, s) =
(4π)−1/2
Γ
(
µ+ 12
) 1(
s2
)µ (12)µ−1(sx)µ Kµ(sx) (F.56)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
mit s bestimmt durch s2 und der Forderung an Arg s. Es folgt:
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(
µ+ (d−ζ)2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(µ+ d2 )
1(− s2)µ
(1
2
)µ−1
(sx)µKµ(sx) (F.57)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
umgeformt (s2)−µ≡e−µπi ·(−s2)−µ, vgl. Gl. (F.48).
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Als
”
natu¨rlicher“ Parameter ist zu identifizieren µ≡ν−d/2, vgl. Gl. (F.54), als
”
natu¨rli-
che“ Argumente s2 und sx. Mit s2≡−(m2 − i ǫ) und x≡√λ, vgl. Gl. (F.52), folgt:F.13
s2 = −(m2 − i ǫ) ∼= m2 (1− i ǫ) eπi ∼= m2 e−i ǫ eπi ∼= m2 e(1 − ǫ)πi (F.58)
=⇒ s ∼= m e
1
2 (1− ǫ)πi mit |Arg s| ≡
∣∣∣1
2
(1− ǫ)π
∣∣∣ < π
2
(F.58′)
ergo:F.13
sx = m e
1
2 (1− ǫ)πi√λ = m
[
λ e(1− ǫ)πi
]1/2
= m
[
− λ e−ǫπi
]1/2
∼= m [− λ (1− i ǫ)]1/2 ∼= m [− λ+ i ǫ]1/2
(F.59)
=⇒ sx ∼= m
√−λ+ i ǫ mit |Arg sx| ≡ |Arg s| (F.59′)
wobei benutzt ist m∈IR+ in Gl. (F.58) und λ∈IR+ in Gl. (F.59).
Sei fu¨r sx eingefu¨hrt die Notation
ζm ≡ m
√−λ+ i ǫ ≡ mζ (F.60)
undF.14 ζ ≡ ζ1 =
√−λ+ i ǫ (F.60′)
Mit λ≡ξ′2, vgl. Gl. (F.29), folgt dann abschließend fu¨r den
”
ν-verallgemeinerten“ Feynman-
Propagator Dν mit zeitartigem Argument ξ
′:
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(
µ+ d−ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ
(
µ+ d2
) 1(
m2 − i ǫ)µ
(1
2
)µ−1
(ζm)
µKµ(ζm) (F.61)
Reµ > −1
2
⇔ Re ν > d− 1
2
Die Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ ist essentiell, vgl. Gl. (F.58′): Sie garantiert: |Arg ζm|≡|Arg s|
≡ ∣∣(1−ǫ)π/2∣∣<π/2, das heißt ζm liegt in der rechten Halbebene, in der Kµ(ζm) gegen Null
geht fu¨r
∣∣ζm∣∣→∞, vgl. Ref. [2], Abramowitz 9.6.1.
Sei (ii) der Vektor ξ′ raumartig: λ≡ξ′
2
<0. Dann gilt – mit t≡ξ′d, vgl. Gl. (F.30′),
und mit I
(d′,ζ′)
ν (a) nach Gl. (F.38):
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
=
∫ ∞
−∞
dt
2π
e+i t x I
(d−1,ζ)
ν (a) (F.62)
mit x ≡ √−λ − a ≡ s2 + t2 s2 ≡ m2 − i ǫ (F.63)
Fu¨r Indizes d′≡d−1, ζ′≡ζ [ergo: ρ′≡ρ−1] gilt – vgl. hier Gl. (F.47):
I
(d−1,ζ)
ν (a) = e
−(ν− ζ2)πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(ν − d−12 )
Γ(ν)
1(− a)ν− d−12 (F.64)
= e−
(
µ+ d−ζ2
)
πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(µ+
1
2 )
Γ(µ+ d2 )
1(− a)µ+ 12 (F.64′)
die zweite Identita¨t wieder mit µ≡ν−d/2, vgl. Gl. (F.54). Die Gln. (F.62), (F.64′) zusam-
men, folgt unmittelbar:
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(
µ+ d−ζ2
)
πi · (4π)−(d−1)/2 Γ(µ+
1
2 )
Γ(µ+ d2 )
· IIIµ,+(x, s) (F.65)
unter analoger Identifizierung des resultierenden Integrals als von Typ II. Fu¨r dieses wieder-
F.13Wir schreiben
”
∼=“ fu¨r
”
gleich im Sinne der Epsilon-Vorschrift ǫ→0+“ unter Absorption von Fakto-
ren ∈ IR+ und verstehen die Notation
”
√
“ standardma¨ßig: n
√
z≡z1/n,∀z∈C,∀n∈ IN.
F.14in Hinblick auf die Korrelationsfunktionen, fu¨r die gilt m2≡1, vgl.
”
⋆“ in Gl. (F.1)
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um folgt – vgl. Gl. (F.37):∫ ∞
−∞
dt
2π
e+i tx
(s2 + t2)µ+
1
2
≡ IIIµ,+(x, s) =
(4π)−1/2
Γ
(
µ+ 12
) 1(
s2
)µ (12)µ−1(sx)µ Kµ(sx) (F.66)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
mit s wieder bestimmt durch s2 und der Forderung an Arg s. Es folgt:
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(
µ+ d−ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(µ+ d2 )
1(
s2
)µ (12)µ−1(sx)µ Kµ(sx) (F.67)
Reµ > −1
2
, x ∈ IR+, |Arg s| < π
2
Da s2 in Termen m2 mit entgegengesetztem Vorzeichen definiert sind fu¨r zeit- und fu¨r
raumartiges ξ′ – vgl. Gl. (F.52) versus (F.63) – finden wir, daß sich die Darstellungen
fu¨r Dν – vgl. Gl. (F.57) versus (F.67) – unterscheiden nur in sx.
Mit s2≡+(m2 − i ǫ) und x≡√−λ, vgl. Gl. (F.63), folgt fu¨r s und das
”
natu¨rliche“
Argument sx analog:F.13
s2 = m2 − i ǫ ∼= m2 (1− i ǫ) ∼= m2 e−i ǫ ∼= m2 e−ǫπi (F.68)
=⇒ s ∼= m e−
1
2ǫπi mit |Arg s| ≡
∣∣∣− 1
2
ǫπ
∣∣∣ < π
2
(F.68′)
ergo:
sx = m e− 12ǫπi√−λ = m
[
− λ e−ǫπi
]1/2 ∼= m [− λ (1 − i ǫ)]1/2
∼= m [− λ− i ǫ]1/2 ∼= m [− λ]1/2 ∼= m [− λ+ i ǫ]1/2
(F.69)
=⇒ sx ∼= m
√−λ+ i ǫ mit |Arg sx| ≡ |Arg s| (F.69′)
wobei benutzt ist m∈IR+ in Gl. (F.68) und −λ∈IR+ in Gl. (F.69). Aus Gl. (F.68′) lesen wir
ab Redundanz der Epsilon-Vorschrift ǫ→0+; sie kann daher in Gl. (F.69) zuna¨chst weggelas-
sen, dann – fu¨r formale U¨bereinstimmung der ζm≡sx fu¨r λ≷0, vgl. die Gln. (F.59′), (F.60)
und (F.69′) – von Hand eingefu¨hrt werden mit umgekehrtem Vorzeichen.
In Termen von ζm≡m
√−λ+i ǫ, vgl. Gl. (F.60), mit λ≡ξ′2, vgl. Gl. (F.29), folgt dann
abschließend fu¨r den
”
ν-verallgemeinerten“ Feynman-Propagator Dν mit raumartigem Ar-
gument ξ′ – identisch Gl. (F.61):
Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
= e−
(
µ+ d−ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ
(
µ+ d2
) 1(
m2 − i ǫ)µ
(1
2
)µ−1
(ζm)
µKµ(ζm) (F.70)
Reµ > −1
2
⇔ Re ν > d− 1
2
Die Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ ist redundant und eingefu¨hrt von Hand fu¨r formale U¨berein-
stimmung der ζm≡sx fu¨r λ≷0: Mit |Arg ζm|≡|Arg s|≡
∣∣− ǫπ/2∣∣∼=ǫ<π/2 liegt ζm immer
in der rechten Halbebene, in der Kµ(ζm) gegen Null geht fu¨r
∣∣ζm∣∣→∞.
Sei (iii) der Vektor ξ′ lichtartig: λ≡ξ′
2
=0. Dann ist der
”
ν-verallgemeinerte“
Feynman-Propagator Dν
(
(λνξ
′)2,m2
)
gegeben als der identische Limes von Gl. (F.61) un-
ter λ→0+ und von Gl. (F.70) unter λ→0−, vgl. Fußn.F.9. Dieser folgt explizit mit
Kµ(z) ∼
z→0
2µ−1 Γ(µ) z−µ Reµ > 0 (F.71)
mit K−µ≡Kµ, ∀µ∈C, auch fu¨r Reµ<0; vgl. Ref [2], Abramowitz 9.6.6 bzw. 9.6.9.
Mit der Derivationsformel(
− 1
z
d
dz
)
n [
zµKµ(z)
]
= zµ−nKµ−n(z) ∀µ ∈ C, n ∈ IN (F.72)
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vgl. Ref. [2], Abramowitz 9.6.28, und mit
ζm ≡ m
√−λ+ i ǫ =⇒ − 1
ζm
d
dζm
≡ 2
m2
d
dλ
(F.73)
folgt unmittelbar
(ζm)
µKµ(ζm) =
(
2
m2
d
dλ
)
n [
(ζm)
µ+nKµ+n(ζm)
] ∀µ ∈ C (F.74)
Daraus – auf Basis der expliziten Darstellung von Dν , vgl. die Gln. (F.61), (F.70):
Dν
(
λ2νλ,m
2
)
=
Γ(ν+n)
Γ(ν)
(
− 4 d
dλ
)
n
Dν+n
(
λ2ν+nλ,m
2) (F.75)
da die Funktion Dν′
(
λ2ν′ z,m
2
)
nicht abha¨ngt von λν′ fu¨r alle ν
′∈C; vgl. Gl. (F.28). In Ter-
men von ξ≡λνξ′, mit ξ′2≡λ gilt zum einen Dν
(
λ2νλ,m
2
)≡Dν((λνξ′)2,m2)≡Dν(ξ2,m2)
und Dν+n
(
λ2ν+nλ,m
2)≡Dν+n
(
(λν+nξ
′)2,m2)≡Dν+n
(
(λν+n/λν ·ξ)2,m2) und zum anderen
d/dλ ≡ d/dξ′2 ≡ λ−2ν d/dξ2. – Aus Gl. (F.76) folgt also:
Dν(ξ
2,m2) =
Γ(ν+n)
Γ(ν)
(
− 4λ2ν
d
dξ2
)
n
Dν+n
(
(λν+n/λν ·ξ)2,m2) (F.76)
Dies ist genau Gl. (F.8), die somit explizit verifiziert ist.
Ihre Herleitung basiert also wesentlich auf der Ableitungsformel fu¨r Kµ – vgl. Gl. (F.72) –
die wiederum gu¨ltig ist ohne Einschra¨nkung an den Index µ. Dies u¨bertra¨gt sich unmittelbar
auf Gl. (F.76), die Ableitungsformel fu¨r Dν – und zwar mit genau der Einschra¨nkung, daß
wohldefiniert ist der zµKµ(z)-multiplizierende Faktor, das heißt cum grano salis die Gamma-
Funktion: Γ
(
µ+d/2
)
. Die Gu¨ltigkeit der Darstellung fu¨r Dν kann daher ausgedehnt werden
auf Re ν≡Re(µ+d/2)>0.
Zusammenfassend ist der
”
ν-verallgemeinerte“ Feynman-Propagator Dν fu¨r zeit-, licht-
und raumartiges Argument ξ′ – ergo ξ – geegben durch:
Dν
(
ξ2,m2
) ≡ Dν((λνξ′)2,m2)
= e−
(
µ+ (d−ζ)2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ
(
µ+ d2
) 1(
m2 − i ǫ)µ
(1
2
)µ−1
(ζm)
µKµ(ζm)
(F.77)
Re ν > 0
mit µ ≡ ν − d/2, ζm ≡ m
√−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ′2 ≡ ξ2/λ2ν
Wir rekapitulieren: Die Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ ist essentiell nur fu¨r zeitartiges Argu-
ment ξ′, ξ: Fu¨r dieses, λ>0 garantiert sie – fu¨r λ<0 ist dies unmittelbar der Fall – daß ζm
in der rechten Halbebene liegt, in der Kµ(ζm) gegen Null geht fu¨r
∣∣ζm∣∣→∞.
Wir verifizieren Gl. (F.77) fu¨r den konventionellen Feynman-Propagator im gewo¨hnlichen
Minkowski-Raum. Es ist ∆F ≡D1|λν≡1, vgl. Fußn. F.3, und d≡4, ζ≡1; mit µ≡−1 folgt:
∆F (ξ
2,m2
) ≡ ∫ d4k
(2π)4
e−i k·ξ 1
k2 −m2 + i ǫ (F.78)
= e− 12πi · (4π)
−2
Γ(1)
(
m2−i ǫ)(1
2
)−2
(ζm)
−1K−1(ζm) = − im
4π2
K1(m
√−λ+ i ǫ)√−λ+ i ǫ (F.78
′)
λ≡ξ2→0∼ − i
4π2
[ 1
−λ+ i ǫ +
m2
2
(
ln
m
√
2
+ 1
)
+ m2O((m√)2)] (F.78′′)
mit
√ ≡√−λ+ i ǫ, bzgl. K−1≡K1 vgl. die Bem. zu Gl. (F.71). Wir finden U¨bereinstimmung
mit Ref. [28]; vgl. ebenda Kap. 18.3 und Anh. A.V.1&2, insbes. Gl. (18.19).F.15
F.15Bogoljubov, Sˇirkov definieren die kausale Greenfunktion mit umgekehrtem Vorzeichen: Dc≡−∆F .
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F.4 Parameter Aν, λν: Fixierung in Md,σ
Die bisher freien Parameter Aν , λν werden fixiert als Konsequenz der Bedeutung der C-
und NC-Funktionenen von physikalische Korrelationsfunktionen. Die Forderungen sind –
vgl. Gl. (1.79):
1
!
= D
∣∣∣
ξ2≡0 und 1
!
=
∫ ∞
0
du D(−u2) (F.79)
in Termen des kontrahierten Lorentz-Korrelationstensor D(ξ2)≡Dµνµν(ξ), vgl. Gl. (1.77).
A priori auf dessen Fourier-Transformierte bezieht sich der Ansatz – vgl. Gl. (F.1):
D˜(k2)
!
= 6iAν · λ2ν(−k2) D˜ν(k2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.80)
ergo:F.16 D(ξ2) = 6iAν · λ2ν∂2 Dν(ξ2,m2)
∣∣∣
⋆
(F.80′)
mit ⋆ : m2≡1.
F.4.1 D≡Dµν
µν − Kontrahierter Korrelations-Lorentztensor
Es ist Dν explizit gegben in Gl. (F.77), aus der D explizit folgt durch Ausfu¨hren des
d’Alembert-Operators ∂2, das mit – vgl. λ≡ξ′2≡ξ2/λ2ν
λ2ν∂
2 = ∂′2 =
[
d+ λ
(
2
d
dλ
)](
2
d
dλ
)
mit d ≡ gµµ = dim(Md,σ) (F.81)
zuru¨ckgefu¨hrt ist auf die Derivationsformel fu¨r Dν , vgl. Gl. (F.75).
Die Wirkung von ∂2 im Impulsraum besteht dagegen in der Multiplikation mit (−k2);
wir gehen diesen Weg. Es ist:
λ2νk
2 D˜ν(k
2,m2)
=
[
(λ2νk
2 −m2 + i ǫ) + (m2 − i ǫ)] · λdν 1(λ2νk2 −m2 + i ǫ)ν (F.82)
=
λdν
λdν−1
· λdν−1
1(
λ2ν−1(λν/λν−1 ·k)2 −m2 + i ǫ
)ν−1 (F.82′)
+ (m2 − i ǫ) · λdν
1
(λ2νk
2 −m2 + i ǫ)ν
zusammen:
λ2νk
2 D˜ν(k
2,m2) (F.83)
=
λdν
λdν−1
· D˜ν−1
(
(λν/λν−1 ·k)2,m2
)
+ (m2 − i ǫ) · D˜ν(k2,m2)
Dies Relation ist Fourier-zu-transformieren bezu¨glich k. Im D˜ν−1-Integral wird unmittelbar
substituiert k→ k˜≡λν/λν−1 ·k; mit ergo ddk˜≡λdν/λdν−1 ·ddk wir absorbiert der Vorfaktor,
abschließend umbenannt k˜→k. Mit Notation ξ˜≡λν−1/λν ·ξ folgt:
− λ2ν∂2 Dν(ξ2,m2)
=
∫
ddk
(2π)d
e−i k·ξ λ2νk2 D˜ν(k2,m2) (F.84)
=
∫
ddk˜
(2π)d
[
e−i k·ξ˜ D˜ν−1(k2,m2) + (m2 − i ǫ) · e−i k·ξ D˜ν(k2,m2)
]
(F.84′)
zusammen:
−λ2ν∂2 Dν(ξ2,m2) = Dν−1(ξ˜2,m2) + (m2 − i ǫ) Dν(ξ2,m2) (F.85)
F.16konsistent mit D(ξ2)=DC(ξ
2)=∂2FC(ξ2)=∂2
[
6iAν ·λ2ν Dν(ξ2, m2)
]∣∣
⋆, vgl. Gl. (F.1), (F.9) und (F.23)
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Diese Relation eingesetzt in Gl. (F.80′), folgt:
D(ξ2) = − 6iAν ·
[
Dν−1
(
(λν−1/λν ·ξ)2,m2
)
+ (m2 − i ǫ) Dν(ξ2,m2)
] ∣∣∣
⋆
(F.86)
Dies ist die geeignetste Darstellung fu¨r D – in Termen von Funktionen Dν mit expliziter
Darstellung nach Gl. (F.77) – zur Fixierung der Parameter Aν , λν im Sinne von Gl. (F.79).
F.4.2 Parameter Aν
Der globale Faktor Aν ist bestimmt durch Forderung der erste Relation in Gl. (F.79): Nor-
mierung auf Eins fu¨r verschwindende Raumzeit-Separation, das heißt maximale Korrelation.
In Hinblick auf die Darstellung von D in Termen von Dν – vgl. Gl. (F.86) – beno¨tigen wir
formal deren Grenzwert unter ξ2→0.F.17 Die Raumzeit-Abha¨ngigkeit der Funktion Dν ist
subsumiert in der Funktion zµKµ(z), mit µ≡ν−d/2 – vgl. Gl. (F.77). Wir betrachten daher
deren Limes unter z→0, explizit Gl. (F.71) fu¨r µ, falls Reµ>0, und fu¨r −µ, falls Reµ<0.
Es gilt:
Kµ(z) ∼
z→0
2σµµ−1 Γ(σµµ) z−σµµ σµ ≡ sign(Reµ), Reµ ≷ 0 (F.87)
indem benutzt ist K−µ≡Kµ, ∀µ∈C, im Falle Reµ<0. Multiplikation mit zµ ergibt un-
mittelbar:
zµKµ(z) ∼
z→0
2σµµ−1 Γ(σµµ) z(1−σµ)µ σµ ≡ sign(Reµ), Reµ ≷ 0 (F.88)
fu¨r die Dν-relevante Funktion.
Wir finden, daß zµKµ(z) fu¨r z→0 geht gegen den endlichen Zahlenwert 2µ−1 Γ(µ)
fu¨r Reµ>0 und divergiert wie z2µ fu¨r Reµ<0. Normierbarkeit vonDν fu¨r verschwindendes
Raumzeit-Argument induziert also mit µ≡ν−d/2 wieder die Forderung Re ν>d/2.F.18
Aus Gl. (F.77) – mit Gl. (F.88) – folgt unmittelbar fu¨r Dν :
Dν(ξ
2,m2) ∼
ξ2→0
Dν
∣∣∣
ξ2≡0
≡ e−
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)
−d/2(
m2 − i ǫ)ν− d2 1Γ(ν) Γ
(
ν− d2
)
(F.89)
Re ν >
d
2
und in Termen von Dν
∣∣
ξ2≡0 fu¨r Dν−1:
Dν−1(ξ2,m2) ∼
ξ2→0
Dν
∣∣∣
ξ2≡0 · e
πi · (m2 − i ǫ) Γ(ν)
Γ(ν−1)
Γ
(
ν−1− d2
)
Γ
(
ν− d2
) (F.90)
Re ν >
d
2
+ 1
Es ist Re ν > d/2 zu fordern wegen Reµ
!
>0 und Re ν > d/2+1 wegen Re (µ−1) !>0. Fu¨r
die relevante Summe gilt – fu¨r Re ν>d/2+1:
Dν−1
(
(λν−1/λν ·ξ)2,m2
)
+ (m2 − i ǫ) Dν(ξ2,m2) (F.91)
∼
ξ2→0
Dν
∣∣∣
ξ2≡0 ·
(
m2 − i ǫ) [(−1) (ν−1) + (ν−1−d
2
)]
Γ
(
ν−1− d2
)
Γ
(
ν− d2
)
F.17dies der in Zusammenhang mit Gl. (F.71) angesprochene Fall (iii) lichtartigen Vektors ξ
F.18Wir halten fest: Der
”
ν-verallgemeinerte“ Feynman-Propagator Dν nach Gl. (F.77) fordert Re ν>0;
aufgefaßt als normierte (Korrelations)Funktion verscha¨rft Re ν>d/2. So ist der konventionelle Feynman-
Propagator im gewo¨hnlichen Minkowski-Raum – vgl. Gl. (F.78′′) – wohldefiniert, er mit ν≡1 ≯ d/2≡2 aber
nicht normierbar fu¨r lichtartiges Argument.
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Damit folgt aus Gl. (F.86):
D(ξ2) ∼
ξ2→0
− 6iAν · Dν
∣∣∣
ξ2≡0 ·
(
m2 − i ǫ)(− d
2
) Γ(ν−1− d2)
Γ
(
ν− d2
) ∣∣∣∣
⋆
(F.92)
= 6iAν · e−
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)
−d/2(
m2 − i ǫ)ν−1− d2 ·
d
2 Γ
(
ν−1− d2
)
Γ(ν)
∣∣∣∣
⋆
(F.92′)
bzgl. der letzten Identita¨t vgl. Gl. (F.89). Dieser Ausdruck ist entsprechend der erstten
Relation in Gl. (F.79) identisch Eins zu setzen; aufgelo¨st nach dem Faktor (−6iAν) – vgl.
etwa Gl. (F.86) –, folgt unmittelbar:
− 6iAν = − e
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)d/2 Γ(ν)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) (m2 − i ǫ)(ν−1)− d2 ∣∣∣∣
⋆
(F.93)
Und daraus – vgl. Gl. (F.24′′):
δAν ≡ Aν
Aν
∣∣
⋆,⋆⋆
= − i 4π · d−2
d
Γ
(
ν− d2
)
Γ
(
ν−1− d2
) (m2 − i ǫ)−1 ∣∣∣∣
⋆
(F.94)
Es gilt
i e
(
ν − ζ2
)
πi = e
(
ν − ζ−12
)
πi (F.95)
und
Γ(ν)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) = Γ(d
2
)(d
2
+1
) (ν−1
d
2+1
)
(F.96)
mit
(
α
β
)
≡ α!
β! (α − β)! ≡
Γ(α+ 1)
Γ(β + 1)Γ
(
(α− β) + 1) α, β ∈ C (F.97)
dem Binomialkoeffizienten in Standard-Definition, vgl. Ref. [2], Abramowitz 6.1.21. Einge-
setzt in Gl. (F.93′) sukzessive die Gln. (F.95), (F.96), folgt – mit ⋆ : m2≡1:
Aν = − e
(
ν − ζ−12
)
πi · (4π)d/2 1
6
Γ(ν)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) (F.98)
= − e
(
ν − ζ−12
)
πi · (4π)d/2 1
6
Γ
(d
2
)(d
2
+1
) (ν−1
d
2+1
)
Re ν >
d
2
+ 1
(F.98′)
Und zusammenfassend im gewo¨hnlichen Minkowski-Raum mit d≡4, ζ≡1:
Aν = − eνπi · 4π
2
3
Γ(ν)
Γ(ν−3) = − e
νπi · 8π2
(
ν−1
3
)
(F.99)
δAν = − i 2π · (ν−3) (F.99′)Re ν > 3in U¨bereinstimmung mit Gl. (1.80).
F.4.3 Parameter λν
Der Parameter λν ist bestimmt durch Forderung der zweiten Relation in Gl. (F.79): Nor-
mierung auf Eins des Integrals raumartiger Raumzeit-Separationen ξ.
Zur Fixierung des Parameters λν beno¨tigen wir ein Integral, das wir bezeichnen als vom
Typ III und voranstellen in Form
IIIIµ (a) ≡
∫ ∞
0
du
(
au
)µ
Kµ(au) = 2
µ−1 a−1 Γ
(1
2
)
Γ
(
µ+
1
2
)
(F.100)
Reµ > −1
2
, Re a > 0
vgl. Ref. [96], Gradstein 6.561.16.
Sei D dargestellt nach Gl. (F.86). In Gl. (F.77) ist explizit gegeben Dν(ξ
2,m2):
Dν
(
ξ2,m2
)
= e−
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(ν)
1(
m2 − i ǫ)µ
(1
2
)µ−1
(ζm)
µKµ(ζm) (F.101)
Re ν > 0
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mit µ≡ν−d/2, ζm≡m
√−λ+i ǫ und λ≡ξ′2 ≡ ξ2/λ2ν . Aus Gl. (F.77) folgt analog explizit
fu¨r Dν−1 mit Raumzeit-Argument (λν−1/λν ·ξ)2:
Dν−1
(
(λν−1/λν ·ξ)2,m2
)
= e−
(
(ν − 1)− ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(ν − 1)
1(
m2 − i ǫ)µ−1
(1
2
)µ−2
(ζm)
µ−1Kµ−1(ζm) (F.102)
= e−
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(ν)
1(
m2 − i ǫ)µ
(1
2
)µ−1
(F.102′)
× (−1) · Γ(ν)
Γ(ν−1) ·
(
m2 − i ǫ) · 2 · (ζm)µ−1Kµ−1(ζm)
Re ν > 1
die Gln. (F.102), (F.102′) ausgedru¨ckt durch dieselben Parameter µ, ν wie Gl. (F.101), insbe-
sondere durch dasselbe Raumzeit-Argument ζm≡m
√−λ+i ǫ, λ≡ξ2/λ2ν≡(λν−1/λν ·ξ)2/λ2ν−1;
in Gl. (F.102′) herausgezogen derselbe Vorfaktor wie in Gl. (F.101).
Fu¨r die Funktion D nach Gl. (F.86) folgt:
D(ξ2)
= − 6iAν ·
[
Dν−1
(
(λν−1/λν ·ξ)2,m2
)
+ (m2 − i ǫ) Dν(ξ2,m2)
] ∣∣∣
⋆
(F.103)
= − 6iAν · (−1) e−
(
ν − ζ2
)
πi · (4π)
−d/2
Γ(ν)
1(
m2 − i ǫ)µ−1
(1
2
)µ−1
(F.103′)
× [2(ν−1) · (ζm)µ−1Kµ−1(ζm) − (ζm)µKµ(ζm)] ∣∣∣
⋆
=
1
d
2 Γ
(
ν−1− d2
)(1
2
)µ−1[
2(ν−1) · (ζm)µ−1Kµ−1(ζm) − (ζm)µKµ(ζm)
] ∣∣∣
⋆
(F.103′′)
die letzte Identita¨t eingesetzt (−6iAν) nach Gl. (F.93).
Dieser Ausdruck ist zu integrieren entsprechend der zweiten Relation in Gl. (F.79), aus
der wir unmittelbar ablesen bezu¨glich der Integrationsvariablen u:
− u2 = ξ2 mit u > 0 (F.104)
⇐⇒ u2/λ2ν = − ξ2/λ2ν ≡ −λ > 0 (F.104′)
Mit ζm = m
√−λ+i ǫ ∼= √−λ
√
m2 + i ǫ, vgl. −λ, m2∈IR+, folgt:
ζm = a·u mitF.19 a ≡ 1
λν
(
m2 + i ǫ
)1/2 ∼= m
λν
(F.105)
Die relevanten Integrale werden identifiziert als von Typ III:
1
!
=
2−(µ−1)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) · ∫ ∞
0
du
[
2(ν−1) · (au)µ−1Kµ−1(au) − (au)µKµ(au)
] ∣∣∣
⋆
(F.106)
=
2−(µ−1)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) · [2(ν−1) · IIIIµ−1(a) − IIIIµ (a)] ∣∣∣⋆ (F.106′)
=
2−(µ−1)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) · 2µ−1 a−1 Γ(1
2
)
Γ
(
µ−1+1
2
)
(F.106′′)
×
[
2(ν−1) · 2−1 −
(
(µ−1)+1
2
)] ∣∣∣
⋆
bzgl. IIIIµ−1(a), I
III
µ (a) vgl. Gl. (F.100).
F.19Die Epsilon-Vorschrift ǫ→0+ ist redundant fu¨r raumartiges ξ – vgl. die Bem. zu Gl. (F.70) – und kann
o.E.d.A. weggelassen werden.
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Fu¨r Existenz der Integale IIIIµ−1(a), I
III
µ (a) ist nach Gl. (F.100) zu fordern Re(µ−1)>−1/2,
mit µ≡ν−d/2, ergo Re ν>(d+1)/2; fu¨r Existenz der Gamma-Funktion im Nenner stren-
ger Re ν>d/2+1.
Mit µ≡ν−d/2 wird ferner Gl. (F.106′′) ausgedru¨ckt durch ν, die eckige Klammer ver-
einfacht sich zu (d−1)/2; es folgt die λν determinierende Forderung in Form:
1
!
= λν ·
(
m2 + i ǫ
)−1/2 · Γ( 12) d−12 Γ
(
ν−1− d−12
)
d
2 Γ
(
ν−1− d2
) ∣∣∣∣∣
⋆
(F.107)
Es folgt:
λν =
1
Γ
(
1
2
) d2 Γ(ν−1− d2)
d−1
2 Γ
(
ν−1− d−12
) · (m2 + i ǫ)1/2 ∣∣∣∣∣
⋆
Re ν >
d
2
+ 1 (F.108)
und daraus im gewo¨hnlichen Minkowski-Raum mit d≡4, ζ≡1:
λν =
4
3
Γ(ν−3)
Γ
(
1
2
)
Γ
(
(ν−3)+ 12
) Re ν > 3 (F.109)
in U¨bereinstimmung mit Gl. (1.80′) – mit Γ(12 )≡π1/2, vgl. Ref. [2], Abramowitz 6.1.8. Fu¨r
weitere Umformung geben wir an:
Γ
(
z+
1
2
)
= 21−2z Γ
(
1
2
) Γ(2z)
Γ(z)
Γ
(
n+
1
2
)
= 2−n Γ
(
1
2
)
(2n−1)!! (F.110)
fu¨r z∈C, n∈IN. Vgl. Ref. [2], Abramowitz 6.1.18 und ebenda, die Fußn. zu 6.1.49 bzgl. der
Doppel-Fakulta¨t (2n−1)!! ≡∏nn′=1 (2n′−1) ≡ 1·3·5 · · · (2n−1).
F.5 Conclusio: C- und NC-Korrelationsfunktionen −
explizite Darstellung
Der
”
ν-verallgemeinerte“ Feynman-Propagator Dν(ξ
2,m2) in Md,σ ist explizit dargestellt,
die Parameter Aλ, λν fixiert. Auf dieser Basis geben wir an explizite Darstellungen der C-
und NC-Korrelationsfunktionen in Termen der Funktionen
Kµ′(z) ≡
(1
2
)µ′−1 1
Γ(µ′)
zµ
′
Kµ′(z) ∼
z→0
1 Reµ′ > 0, z ∈ C (F.111)
die per constructionem normiert sind auf Eins fu¨r verschwindendes Argument, vgl. Gl. (F.88).
Wir rekapitulieren als die relevanten Gro¨ßen:
µ ≡ ν − d/2, ζm ≡ mζ, ζ ≡
√−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ2/λ2ν (F.112)
bzgl. λν vgl. Gl. (F.108).
Fu¨r den kontrahierten Korrelations-Lorentztensor D(ξ2)≡Dµνµν(ξ2) und die konfinierende
Korrelationsfunktion DC(ξ
2) gilt – vgl. Gl. (F.103′′) bzw. Gl. (F.1):
D(ξ2) ≡ DC(ξ2) = Γ(µ−1)d
2 Γ
(
ν−1− d2
)[(ν−1) · Kµ−1(ζm) − (µ−1) · Kµ(ζm)] ∣∣∣∣
⋆
(F.113)
=
2
d
(ν−1) · Kν−1− d2(ζm) −
2
d
(
ν−1−d
2
)
· Kν− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.113′)
Wir verifizieren unmittelbar Normierung auf Eins fu¨r verschwindendes ξ2.
Fu¨r die Funktion 6iAν ·Dν gilt – vgl. die Gln. (F.77), (F.93):
6iAν ·Dν
(
ξ2,m2
)
=
1
d
2 Γ(µ−1)
(1
2
)µ−1
(ζm)
µKµ(ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 (F.114)
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ergo:
6iAν ·Dν
(
ξ2,m2
)
=
2
d
(
ν−1−d
2
)
· Kν− d2(ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 (F.115)
Diese Formel fu¨r Index ν−1 fu¨hrt auf 6iAν−1 ·Dν−1, wohingegen in der Formel fu¨r D als
Summe von Dν−1 und Dν – vgl. Gl. (F.86) – eingeht als Summand 6iAν ·Dν−1.
Fu¨r FC , FNC gilt – vgl. Gl. (F.23) und (F.115):
FC(ξ2) ≡ FNC(ξ2) = λ2ν ·
2
d
(
ν−1−d
2
)
· Kν− d2(ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 ∣∣∣∣
⋆
(F.116)
Daraus fu¨r die Projektionen ˜̥[FC ], ˜̥[FNC ] – vgl. Fußn. F.8 und die Gln. (F.26), (F.94):
˜̥[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥[FNC ](|ξ|)
= δAν λ
4
ν ·
2
d−2
(
ν−1− d−2
2
)
· Kν− d−22 (ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 ∣∣∣∣
⋆
(F.117)
= − i 2π ·
( 2λ2ν
m2−i ǫ
)2 1
d
Γ
(
ν+1− d2
)
Γ
(
ν−1− d2
) · Kν+1− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.117′)
mit ζm ≡ m ζ, ζ ≡
√−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ2/λ2ν (F.118)
In (geradem) Fettdruck sind notiert die Gro¨ßen nach Gl. (F.112), in denen die zwei ausin-
tegrierten –
”
longitudinalen“ [im gewo¨hnlichen Minkowski-Raum die 0- und 3-] – Komponen-
ten gestrichen sind. Bezu¨glich |ξ| – vgl. |x| im Haupttext – ist daher zu identifizieren:
|ξ| ≡
√
−ξ2 ⇐⇒ −|ξ|2 ≡ ξ2 (F.119)
⇐⇒ ζm ≡ m ζ, ζ ≡
√−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ2/λ2ν ≡ −|ξ|2/λ2ν (F.119′′)
Die streu-relevanten Projektionen ˜̥(n)[FC ](|ξ|) involvieren n=1, 2 Ableitungen − 1|ξ|
d
d|ξ| ,
vgl. Gl. (2.232), fu¨r die ergo gilt:
− 1|ξ|
d
d|ξ| = 2
d
dξ2
= 2
dλ
dξ2
· dζm
dλ
· d
dζm
=
m2
λ2ν
(
− 1
ζm
d
dζm
)
(F.120)
die letzte Identita¨t mit dλ/dξ2=λ−2ν und dζm/dλ=−m2/2ζm, vgl. Gl. (F.119′′). Fu¨r die
Funktionen Kµ(z) nach Gl. (F.111) gilt ferner die Derivationsformel(
− 1
z
d
dz
)n
Kµ(z) =
(1
2
)µ−1 1
Γ(µ)
(
− 1
z
d
dz
)n [
zµKµ(z)
]
(F.121)
=
(1
2
)n Γ(µ−n)
Γ(µ)
·
(1
2
)(µ−n)−1 1
Γ(µ−n) z
µ−nKµ−n(z) (F.121′)
=
(1
2
)nΓ(µ−n)
Γ(µ)
· Kµ−n(z) ∀Reµ > n ∈ IN0 (F.121′′)
bzgl. der zweiten Identita¨t vgl. Gl. (F.72): die Derivationsformel fu¨r die Funktionen Kµ(z).
Es folgt unmittelbar – vgl. die Gln. (F.117′), (F.120) und (F.121′′):
˜̥(n)[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥(n)[FNC ](|ξ|) =
(
− 1|ξ|
d
d|ξ|
)
n
˜̥[FNC ](|ξ|) (F.122)
= − i 2π ·
( 2λ2ν
m2−i ǫ
)2 1
d
Γ
(
ν+1− d2
)
Γ
(
ν−1− d2
) ·(m2
λ2ν
)n
·
(
− 1
ζm
d
dζm
)
n
Kν+1− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.122′)
= − i 2π ·
( 2λ2ν
m2−i ǫ
)2 1
d
Γ
(
ν+1− d2
)
Γ
(
ν−1− d2
) ·(m2
λ2ν
)n
·
(1
2
)nΓ(ν−(n−1)− d2)
Γ
(
ν+1− d2
) · Kν−(n−1)− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.122′′)
∼= − i 2π ·
( 2λ2ν
m2−i ǫ
)2−n 1
d
Γ
(
ν−(n−1)− d2
)
Γ
(
ν−1− d2
) · Kν−(n−1)− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.122′′′)
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Mit n≡0 verifizieren wir Gl. (F.117′), mit n≡1, 2 folgt
˜̥(1)[FC ](|ξ|) = − i 2π · λ2ν
2
d
(
ν−1−d
2
)
· Kν− d2(ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 ∣∣∣∣
⋆
(F.123)
˜̥(2)[FC ](|ξ|) = − i 2π · 1
d
· Kν−1− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.124)
fu¨r die streu-relevanten konfinierenden Projektionen; vgl. Gl. (F.115) bzw. Gl. (F.127) unten.
Fu¨r Vollsta¨ndigkeit geben wir an die nicht-konfinierende Korrelationsfunktion DNC(ξ
2).
Analog zu Gl. (F.120) fu¨r ξ, ζm gilt fu¨r ξ, ζm:
2
d
dξ2
=
m2
λ2ν
(
− 1
ζm
d
dζm
)
(F.125)
so daß unmittelbar folgt aus Gl. (F.21):
DNC(ξ
2) = 8
d
dξ2
FNC(ξ2) (F.126)
= 4 λ2ν
2
d
(
ν−1− d
2
)
· m
2
λ2ν
(
− 1
ζm
d
dζm
)
Kν− d2(ζm) ·
(
m2 − i ǫ)−1 ∣∣∣∣
⋆
(F.126′)
= 4 λ2ν
2
d
(
ν−1− d
2
)
· 1
λ2ν
· 1
2
Γ
(
ν − 1− d2
)
Γ
(
ν − d2
) · Kν−1− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.126′′)
die zweite Identita¨t mit Gl. (F.116), die dritte mit Gl. (F.121′′) unter Ku¨rzung der Fakto-
ren m2 und (m2−i ǫ)−1. Wir haben daher abschließend:
DNC(ξ
2) =
4
d
· Kν−1− d2(ζm)
∣∣∣∣
⋆
(F.127)
fu¨r die nicht-konfinierende D-Korrelationsfunktion.
Der gewo¨hnliche Minkowski-Raum M≡Md,2ζ−d ist charakterisiert durch d≡4, ζ≡1. Wir
geben an die M-bezu¨glichen F -Korrelationsfunktionen – vgl. die Gln. (F.116), (F.117′),
(F.123) und (F.124):
FC(ξ2) ≡ FNC(ξ2) = λ2ν
1
2
(ν−3) · Kν−2(ζ) (F.128)
˜̥[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥[FNC ](|ξ|) = − i 2π · λ4ν (ν−3)(ν−2) · Kν−1(ζ) (F.128′)
˜̥(1)[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥(1)[FNC ](|ξ|) = − i 2π · λ2ν
1
2
(ν−3) · Kν−2(ζ) (F.128′′)
˜̥(2)[FC ](|ξ|) ≡ ˜̥(2)[FNC ](|ξ|) = − i 2π · 1
4
· Kν−3(ζ) (F.128′′′)
eingesetzt ⋆ : m2≡1; bzgl. λν vgl. Gl. (F.109), bzgl.
ζ ≡ √−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ2/λ24 (F.129)
ζ ≡ √−λ+ i ǫ, λ ≡ ξ2/λ2ν = −|ξ|2/λ2ν , mit − |ξ|2 ≡ ξ2, ξ ≡ ξ
∣∣
⋆⋆ (F.129
′)
Gl. (F.112) bzw. die Gln. (F.119), (F.119′).
Fu¨r Vollsta¨ndigkeit geben wir ferner an bezu¨glich M den kontrahierten Korrelations-
Lorentztensor und die D-Korrelationsfunktionen:
D(ξ2) ≡ DC(ξ2) = 1
2
(ν−1) · Kν−3(ζ) − 1
2
(ν−3) · Kν−2(ζ) (F.130)
DNC(ξ
2) = Kν−3(ζ) (F.130′)
vgl. Gl. (F.113′) bzw. (F.127).
Physikalisch suggeriert ist ν≡4. Im Haupttext wird fu¨r die Invariante ξ2/λ24 nicht be-
nutzt die Notation λ, aber am Parameter λν≡4=8
/
3π unterdru¨ckt das Skript.
Anhang G
Lichtkegelwellenfunktionen
Wir leiten her die Lichtkegelwellenfunktion des Photons zu niedrigster Ordnung in Licht-
kegelsto¨rungstheorie (LCPT) und skizzieren ihre Herleitung im Rahmen der kovarianten
perturbativen Quantenfeldtheorie (PT). Nach ihr modelliert werden die Lichtkegelwellen-
funktionen der 1S-, 2S-Vektormeson-Zusta¨nde |1S〉, |2S〉, vgl. Kap. 3 und/bzw. Kap. 4; wir
fixieren deren Parameter.
Wir schließen den Anhang mit einem Kompendium diverser Relationen in Zusammen-
hang mit diesen Wellenfunktionen, die benutzt werden im Haupttext.
G.1 Photon-Lichtkegelwellenfunktion ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r)
Die Photon-Wellenfunktion im infinite-momentum-frame (imf, Bezugsystem, in dem das
Photon unendlichen Impuls besitzt) wird diskutiert im Rahmen von LCPT in Ref. [26]. Wir
folgen dieser Diskussion auf Basis der Vorschriften und Konventionen von Ref. [135].
Fu¨r ein Photon mit Vierer-Impuls q=(q+, q−=−α2Q2/q+,q=0)t, q+→∞, [im folgenden
α=1/
√
2, d.h. q±=(q0±q3)/√2, g+−=1, vgl. Fußn. 3.12 auf Seite 130], werden multipliziert:
◦ der Colour-Faktor √Nc
◦ der Flavour-Anteil efδff¯
◦ der Spinor-Term u¯(zq+,k, h, f) γµ εµ(q, λ) v(z¯q+,−k, h¯, f¯)
◦ fu¨r die Quark- und Antiquark-Linien der Faktor [√2zq+]−1/2 [√2z¯q+]−1/2
◦ der Lichtkegel-Energienenner −√2q+ [Q2 + (k2+m2f)/zz¯]−1
Der resultierende Ausdruck
ψ˜h,h¯γ(Q2,λ)(z,k) (G.1)
=
√
Nc efδff¯
[−√zz¯]
zz¯Q2+m2f+k
2
u¯(zq+,k, h, f) γµ εµ(q, λ) v(z¯q
+,−k, h¯, f¯)
stellt dar die Wahrscheinlichkeitsamplitude dafu¨r, daß das Photon mit Vierer-Impuls q,
wie angegeben, mit Virtualita¨t Q und fester Helizita¨t λ ≡ 0,±1 fluktuiert in ein Quark-
Antiquark-Paar, das charakterisiert ist wie folgt: Das Quark besitzt Lichtkegelimpuls zq+,
transversalen Lichtkegel-Relativimpuls kG.1, Helizita¨t h und Flavour f , das Antiquark ent-
sprechend z¯q+, −k, h¯ und f¯ ; mit mf ist bezeichnet die laufende Quarkmasse. Dabei sind
G.1Vgl. Kap. 2.3.1, die Diskussion in Zusammenhang mit Gl. (2.44), – wie auch Anh. D.6.2.
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die Helizita¨ts-Vierer-Eigenvektoren ε(q, λ)=(εµ(q, λ)) fu¨r λ≡0,±1 definiert durch:
ε(q, 0) =
(
q+/Q,Q/2q+, 0
)t (G.2)
ε(q,±1) = −1/√2( 0, 0, 1, ±i )t (G.2′)
das heißt εµ∗(q, λ)εµ(q, λ) ist normiert auf ±1 fu¨r λ ≡ 0 beziehungsweise ±1. Helizita¨ts-
Dirac-Eigenspinoren w(h≡±1/2) im infinite-momentum-frame sind definiert durch:
w(1/2) =
(
1/
√
2, 0,−1/√2, 0) (G.3)
w(−1/2) = ( 0, 1/√2, 0, 1/√2) (G.3′)
vgl. Ref. [135]. Bezu¨glich dieser Zusta¨nde folgt fu¨r die Spinor-Matrixelemente:G.2
u¯ γ+ v = 2
√
zz¯ q+ δh,−h¯ (G.4)
u¯ γ− v = − k
2+m2f
zz¯ q+
δh,−h¯ (G.4
′)
u¯ γi v =
(1−2z) ki ∓ i εij3kj
zz¯
δh,−h¯ ∓ m
δi1∓i δi2
zz¯
δh,h¯
Dabei steht das obere Vorzeichen in der letzten Zeile fu¨r h≡+1/2 und das untere fu¨r h≡−1/2;
wir schreiben diese Relation unmittelbar um in die pra¨gnante Form:
u¯ γi v =
(1−2z) ki ∓ i εij3kj
zz¯
|±∓| ∓ m δ
i1∓i δi2
zz¯
|±±| (G.4′′)
die zu verstehen ist als Summe bezu¨glich jeweils der oberen und der unteren Vorzeichen mit
|σσ¯| ≡ δσ,signh δσ¯,sign h¯ (G.5)
als abku¨rzende Notation fu¨r die Helizita¨ts-Konfigurationen der Quarks.
Zum einen, aus den Ausdru¨cken der Gln. (G.4), (G.4′) folgt fu¨r longitudinale Polarisati-
on, λ≡0:
u¯ γµεµ(q, 0) v =
zz¯ Q2 − (k2+m2)√
zz¯ Q
δh,−h¯ = 2
√
zz¯ Q δh,−h¯ (G.6)
mit der zweiten Identita¨t aufgrund der Relation −Q2≡q2=(k2+m2f)/zz¯.G.3 Dies eingesetzt
in Gl. (G.1), folgt ψ˜h,h¯γ(Q2,λ≡0)(z,k).
Zum anderen, aus dem Ausdruck von Gl.(G.4′′) folgt fu¨r transversale Polarisation, λ≡
±1:
u¯ γµεµ(q,±1) v = − 1√
zz¯
{√
2
[
k e+iϕk
(
z |+−|− z¯ |−+|) + mf |++|] · δ+λ (G.6′)
+
√
2
[
k e−iϕk (z |−+|− z¯ |+−|) − mf |−−|] · δ−λ }
mit k, ϕk Betrag und Azimut von k. Dies eingesetzt in Gl. (G.1), folgt ψ˜
h,h¯
γ(Q2,λ≡±)(z,k).
Zusammen fu¨r λ≡0,±1 gilt in kompakter Schreibweise:
ψ˜h,h¯γ(Q2,λ)(z,k) (G.7)
=
√
Nc efδff¯
{
− 2zz¯ Q δh,−h¯ · δ0λ
+
√
2
[
k e±iϕk (z |±∓| − z¯ |∓±|) ± mf |±±|] · δ±λ } 1ε2+k2
G.2Seien Indizes und Argumente der Funktionen nur soweit explizit notiert, wie der Zusammenhang fordert.
G.3Diese ist Konsequenz der on-mass-shell-Forderungen an das Photon und die Quarks und der Addition
derer Impulse zu dem des Photons.
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mit den Vorzeichen wie in Gl. (G.6′) und der Definition: ε=
√
zz¯Q2+m2f , vgl. Gl. (3.59).
Sei f˜(k) eine Funktion mit den u¨blichen Integrationseigenschaften; dann sei ihre bezu¨g-
lich des transversalen Impulses k Fourier-Transformierte f(r) definiert durch:∫
d2k
(2π)2
eik·r f˜(k) != f(r) (G.8)
vgl. Gl. (E.48′). Daraus folgt:∫
d2k
(2π)2
eik·r k e±iϕk f˜(k) = −i (∂1±i ∂2) f(r) = −i e±iϕr ∂r f(r) (G.8′)
mit der zweiten Identita¨t fu¨r den Fall, daß f˜ abha¨ngt nur vom Betrag k von k und f folglich
nur vom Betrag r von r; bezeichne ϕr den Azimutwinkel von r.
Die bezu¨glich k Fourier-Transformierte von Gl. (G.7) folgt mithilfe der Gln. (G.8), (G.8′)
unmittelbar zu:
ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r) (G.9)
=
√
Nc efδff¯
{
− 2zz¯ Q δh,−h¯ · δ0λ
+
√
2
[
i e±iϕr (z |±∓| − z¯ |∓±|) [−∂r] ± mf |±±|] · δ±λ }
×
∫
d2k
(2π)2
eik·r 1
ε2+k2
Mithilfe∫
d2k
(2π)2
eik·r 1
ε2+k2
=
K0(εr)
2π
(G.10)
und −d/dζ K0(ζ) = K1(ζ), mit K0, K1 den modifizierten Besselfunktion zweiter Art in der
Definition von Ref. [2], folgt aus Gl. (G.9) unmittelbar:
ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r) (G.11)
=
√
Nc efδff¯
{
− 2zz¯ Q δh,−h¯
K0(εr)
2π
· δ0λ
+
√
2
[
i ε e±iϕr (z |±∓|− z¯ |∓±|) K1(εr)
2π
± mf |±±| K0(εr)
2π
]
· δ±λ
}
Fu¨r Photon-Helizita¨t λ≡−1 wird o.E.d.A. abschließend ein globales negatives Vorzeichen
weggelassen und es folgt fu¨r ψh,h¯γ(Q2,λ)(z, r) genau die Darstellung der Gln. (3.58), (3.58
′) im
Haupttext.
Eine Photon-Wellenfunktion kann perturbativ hergeleitet werden auch im Rahmen der kon-
ventionellen, kovarianten Quantenfeldtheorie. Voraussetzung ist in der Darstellung durch
Feynman-Graphen die Interpretation des Photon-Quark-Antiquark-Vertex in Termen einer
Photon-Wellenfunktion im Sinne von Lichtkegelsto¨rungstheorie. Dies ist mo¨glich, wenn die
Ordnung bezu¨glich x+ eingeschra¨nkt ist auf
”
Photon vor Quark-Antiquark“, und de facto
der Fall im formalen Limes unendlichen Photon-Impulses in x+-Richtung: q+→∞.
Zuna¨chst ist auszuwerten der k−-Anteils des Quark-Loop-Integrals. Fu¨r asymptoti-
sche q+ folgt, dk0dk3=1/(2α2)dk+dk−=dk+dk−:
dk+d2k
(2π)3
∫ ∞
−∞
dk−
2π
N(k+, k−,k)
(k2−m2f+i ǫ)([k−q]2−m2f+i ǫ)
(G.12)
∼
q+→∞
dz
4π
d2k
(2π)2
iN(k+, k−≡0,k)
k2+m2f−zz¯q2
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falls N endlich und ungleich Null fu¨r k−≡ 0. Fu¨r N=i(k/+mf) [−ieε/(q, λ)] i([k/−q/]+mf)
folgt explizit:
N = i e
{
k·ε (2k/−q/)− k·(k−q) ε/+ i ǫµνρσγ5γµkνερqσ +mf (2k·ε−ε/q/+mfε/)
}
(G.13)
∼
q+→∞
i e q+γ−
{
δ0λ · [k2+m2f+zz¯q2]/Q
+ δ±λ · [(1−2z) k·ε(q,±1) + i γ5ǫij3kiεj(q,±1) +mfε/(q,±1)]
}
Die Wellenfunktion folgt durch Bilden der Helizita¨ts-Matrixelemente w¯(h) [N/
√
2q+]w(−h¯)
mit den Helizita¨ts-Eigenspinoren w(h≡±1/2) entsprechend den Gln. (G.3), (G.3′).
G.2 Vektormeson-Lichtkegelwellenfunktion ψh,h¯V (λ)(z, r)
Die Lichtkegelwellenfunktion des Vektormesons V wirdmodelliert entsprechend der des Pho-
tons. Ansatzpunkt ist Gl. (G.7). Wir u¨bernehmen deren Helizita¨tsanteil (geschweifte Klam-
mer) und ersetzen den Energienenner [zz¯Q2+m2f+k
2]−1 durch zuna¨chst nicht spezifizierte
skalare Funktion ψ˜V (λ) von z und k≡|k|:
ψ˜h,h¯V (λ)(z,k) =
{
4zz¯ ωV,λ δh,−h¯ · δ0λ (G.14)
+
[
k e±iϕk (z |±∓| − z¯ |∓±|) ± mf |±±|] · δ±λ } ψ˜V (λ)(z, k)
Geeignete Faktoren wie etwa ωV,λ sind aus diesen Funktionen herausgezogen.
Eine Darstellung bezu¨glich des transversalen Ortsraums analog zu Gl. (G.9) folgt, indem
Gl. (G.14) formal Fourier-transformiert wird bezu¨glich k:
ψh,h¯V (λ)(z, r) =
{
4zz¯ ωV,λ δh,−h¯ · δ0λ (G.15)
+
[
i e±iϕr (z |±∓|− z¯ |∓±|) [−∂r] ± mf |±±|] · δ±λ } ψV (λ)(z, r)
Dabei sind die skalaren Funktionen ψV (λ) die Fourier-Transformierten von ψ˜V (λ):∫
d2k
(2π)2
eik·r ψ˜V (λ)(z, k) != ψV (λ)(z, r) (G.16)
nach Gl. (G.8). In den folgenden Abschnitten G.2.1 und G.2.2 werden explizite Ansa¨tze
angegeben fu¨r die skalaren Funktionen ψ˜V (λ) fu¨r V ≡ 1S, 2S, die zu den Darstellungen im
Haupttext fu¨hren.
Charakteristik. Seien zuna¨chst diskutiert auf Basis der allegmeinen Darstellung durch
Gl. (G.14) Charakteristika und Eigenschaften der Lichtkegelwellenfunktion ψ˜h,h¯V (λ)(z,k). Ziel
ist die Formulierung von Relationen fu¨r die skalaren Funktionen ψ˜V (λ), die es gestatten
deren Parameter zu fixieren.
Wichtige Gro¨ße ist die Kopplung fV des Vektormesons V an den elektromagnetischen
Strom. Im folgenden Abschnitt wird sie formal definiert und hergeleitet ihr Zusammenhang
mit der leptonischen Zerfallsbreite Γl
+l−
V von V ; vgl. unten die Gln. (G.64), (G.67) bzw. deren
Diskussion im Haupttext in Form der Gln. (3.66), (3.67). In Termen der skalaren Funktio-
nen ψ˜V (λ) folgt aus Gl. (G.14) explizit fu¨r longitudinale und transversale Polarisation:
fV,L = eˆV
√
Nc · 4ωV,L
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
4zz¯ ψ˜V (λ≡0)(z, k) (G.17)
fV,T = eˆV
√
Nc · 4
√
2
MV
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
(z2+z¯2) k2+m2f
4zz¯
ψ˜V (λ≡±1)(z, k) (G.17′)
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Dabei ist eˆV die effektive Quark-Ladung im Vektormeson V in Einheiten der Proton-
Ladung e; sie ist determiniert durch dessen Flavour-Gehalt beziehungsweise Isospin, vgl.
Gl. (3.61) und bzgl. expliziter Zahlenwerte Tabl. 3.1 auf Seite 135.
Die Vektormeson-Zusta¨nde |1S〉, |2S〉,. . . sind normiert gema¨ß:
〈V (q′, λ′)|V (q, λ)〉 = (2π)3 2q+ δ(q+−q′+) δ(2)(q−q′) δλλ′ (G.18)
vgl. Gl. (2.50) und die Gln. (3.48), (3.48′). Diese Gleichung impliziert insgesamt Orthonor-
malita¨t der Anregungszusta¨nde eines Vektormesons. Wir schreiben in diesem Sinne fu¨r die
Lichtkegelwellenfunktion ψ˜h,h¯V (λ)(z,k), mit V, V
′≡1S, 2S, . . . und λ, λ′≡0,±1 fest:
δV V ′ δλλ′ =
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
∑
h,h¯ ψ˜
h,h¯ †
V ′(λ′)(z,k) ψ˜
h,h¯
V (λ)(z,k) (G.19)
wobei Summation u¨ber die Quark-Helizita¨ten h, h¯ impliziert ist. In Termen der skalaren
Funktionen ψ˜V (λ)(z, k) lauten diese Relationen explizit bezu¨glich Normierung:
1 = 2ω2V,L
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
{4zz¯}2 ∣∣ψ˜V (λ≡0)(z, k)∣∣2 (G.20)
1 =
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
{
(z2+z¯2) k2+m2f
} ∣∣ψ˜V (λ≡±1)(z, k)∣∣2 (G.20′)
und bezu¨glich Orthogonalita¨t:
0 =
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
{4zz¯}2 ψ˜†V ′(λ)(z,k) ψ˜V (λ)(z,k) λ≡0 (G.21)
0 =
∫
dz
4π
d2k
(2π)2
{
(z2+z¯2) k2+m2f
}
ψ˜
†
V ′(λ)(z,k) ψ˜V (λ)(z,k) λ≡±1 (G.21′)
Dabei sind in den Gln. (G.21), (G.21′) rechts konstante Faktoren weggelassen.
Sei weiter bezeichnet mit 〈r2〉V,λ fu¨r definiertes Vektormeson V ≡ 1S, 2S, . . . und fester
Polarisation λ≡L, T dessen transversaler rmsq-Radius. In Termen der Lichtkegelwellenfunk-
tion ψh,h¯V (λ)(z, r) nach Gl. (G.15) ist folglich definiert:
〈r2〉V,λ =
∫
dz
4π
d2r
∑
h,h¯ ψ
h,h¯ †
V (λ) (z, r) r
2 ψh,h¯V (λ)(z, r) (G.22)
vgl. Gl. (G.19).
Analog zum Haupttext, vgl. die Gln. (3.58), (4.22) und (3.60), (4.32), wird separiert
Colour- und Flavour-Gehalt:
ψh,h¯γ(Q2,λ)
!
=
√
Nc efδff¯ χ
h,h¯
γ(Q2,λ) ψ˜
h,h¯
γ(Q2,λ)
!
=
√
Nc efδff¯ χ˜
h,h¯
γ(Q2,λ) (G.23)
ψh,h¯V (λ)
!
= 1/
√
Nc iV,f χ
h,h¯
V (λ) ψ˜
h,h¯
V (λ)
!
= 1/
√
Nc iV,f χ˜
h,h¯
V (λ) (G.23
′)
bzgl. iV,f vgl. Gl. (3.61). Darstellungen der angegebenen Relationen in Termen der Funk-
tionen χh,h¯V (λ), χ˜
h,h¯
V (λ) und skalarer Funktionen χV (λ), χ˜V (λ) folgen unmittelbar.
G.2.1 1S-Vektormeson
Fu¨r die 1S-Vektormeson im Sinne der Kapitel 3, 4 wird auf Niveau der skalaren Funktio-
nen χ˜(z, k) folgender Ansatz gemacht, V ≡1S:
χ˜V≡1S(λ)(z, k) = NV,λ
√
zz¯ exp
[
− 1
2
M2(z−1/2)2
ω2V,λ
]
· 2π
ω2V,λ
exp
[
− 1
2
ω−2V,λ k
2
]
(G.24)
= h,λ(z) · g˜V,λ(k) (G.24′)
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mit M≡M1S und den Funktionen
g˜1S,λ(k) =
2π
ω21S,λ
exp
[
− 1
2
ω−21S,λ k
2
]
(G.25)
h1S,λ(z) = N1S,λ [zz¯]τλ/2 exp
[
− 1
2
M2(z−1/2)2
ω21S,λ
]
mit τλ ≡ 1 (G.26)
die fu¨r feste Polarisation λ ≡ L, T des Vektormesons abha¨ngen von den zwei Parametern
ωV,λ, NV,λ; in Hinblick auf formale Umformungen sind Konstanten τL, τT eingefu¨hrt, die
in praxi identisch Eins gesetzt werden.
Diese Parametrisierung wird vorgeschlagen von Wirbel, Stech, Bauer in Ref. [236]. Der
longitudinale Anteil hV,λ(z), ist symmetrisch bezu¨glich des Austauschs von Quark und An-
tiquark: z ↔ z¯ aufgrund (z− 1/2)2 = 1/4− zz¯, und gepeakt fu¨r den nicht-relativistischen
Fall gleichverteilten Lichtkegelimpulses: z=1/2. Der transversale Anteil g˜V,λ(k) ist die 1S-
Wellenfunktion des transversalen Harmonischen Oszillators im Impulsraum.G.4
Diese Wellenfunktion g˜V,λ Fourier-transformiert bezu¨glich k ergibt gV,λ, die 1S-Wellen-
funktion des transversalen Harmonischen Oszillators im OrtsraumG.4, vgl. Gl. (G.16):∫
d2k
(2π)2
eik·r g˜V,λ(k) =
∫
d2k
(2π)2
eik·r 2π
ω2V,λ
exp
[
− 1
2
ω−2V,λ k
2
]
(G.27)
= exp
[
− 1
2
ω2V,λ r
2
]
!
= gV,λ(r)
und fu¨r die Fourier-Transformierte χ1S(λ)(z, r) von χ˜1S(λ)(z, k) unmittelbar:
χV≡1S(λ)(z, r) = hV,λ(z) · gV,λ(r) (G.28)
Eingesetzt in Gl. (G.15) und ausgefu¨hrt die Ableitung ∂r, folgt fu¨r die Lichtkegelwellenfunk-
tionen des 1S-Vektormesons V :
χ1S(λ≡0) = 4zz¯ ω1S,L δh,−h¯ · g1S,L(r) h1S,L(z) (G.29)
χ1S(λ≡+1) =
[
iω21S,T r e
+iϕ (z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+) + meff δh+,h¯+ ] · g1S,T (r) h1S,T (z)
χ1S(λ≡−1) =
[
iω21S,T r e
−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+) + meff δh−,h¯− ] · g1S,T (r) h1S,T (z)
mit abku¨rzend χV (λ) fu¨r χ
h,h¯
V (λ)(z, r) und identifiziert mf mit der effektiven Quarkmas-
se meff≡mf,eff . Dies ist genau die Darstellung im Haupttext, vgl. die Gln. (3.60), (4.33).
Fixierung der Parameter. Fu¨r feste Helizita¨t λ≡0,±1 besitzt die so definierte Lichtke-
gelwellenfunktion des 1S-Vektormesons die genannten zwei Parameter ω1S,λ, N1S,λ. Diese
werden fixiert durch die zwei Forderungen an den Zustand |1S〉: daß er die Kopplung fV an
den elektromagnetischen Strom reproduziert und normiert ist. Formal sind dies das System
der zwei Gln. (G.17), (G.20) [bzw. (G.17′), (G.20′)]. Seine Lo¨sung ergibt ω1S,λ, N1S,λ als
Funktionen von M1S , f1S ; diese Konstanten sind experimentell wohlbestimmt.
Wir formalisieren das Verfahren und verweisen den technisch weniger interessierten Leser
auf den folgenden Unterabschnitt G.2.2.
Sei zuna¨chst definiert das absolut konvergente bestimmte Integral:
I(T, Z)
!
=
∫ 1
0
dz [zz¯]T/2 exp
{− Z/2(z−1/2)2} fu¨r ReT > −2 (G.30)
G.4bis auf deren Normierungsfaktor
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das insofern von zentraler Bedeutung ist, als alle im folgenden angegebenen Relationen fu¨r
die Lichtkegelwellenfunktion |1S〉, |2S〉 vereinfacht sind bis auf Integrale I(T, Z).G.5
Wir haben diese Relationen zum Teil analytisch hergeleitet erst nach Vero¨ffentlichung von
Ref. [125], so daß wir hier Zusammenha¨nge exakt angeben, die dort nur approximiert werden
konnten. Diese wiederum suggerieren ein einfaches Schema zur Fixierung der Parameter,
das wir nun diskutieren; Abweichungen zu Ref. [125] werden hervorgehoben diskutiert. – So
kann das dort numerisch approximierte Integral I(T, Z) analytisch gelo¨st werden:
I(T, Z) = 2 exp{−Z/8} ·
∫ 1/2
0
dz [zz¯]T/2 exp{Z/2 · zz¯} (G.31)
= 21−T exp{−Z/8} · J(T, Z/8) (G.31′)
indem wir benutzen
(z−1/2)2 = 1/4−zz¯ (G.32)
und substituieren λ = 4zz¯, dz = dλ/
√
1−λ. Dabei ist das Integral J(T, β) in Gl. (G.31′)
definiert durch:
J(T, β)
!
=
∫ 1
0
dλ [1−λ]−1/2 λT/2 exp{β · λ} (G.33)
Fu¨r dieses folgt, vgl. Ref. [96], 3.383.1:
J(T, β) = B(1/2, T/2+1) 1F1(T/2+1;T/2+3/2;β) fu¨r ReT > −2 (G.34)
mit B(a, b)≡Γ(a)Γ(b)/Γ(a+b) der Eulerschen Beta-Funktion und 1F1(a; b; z)≡M(a, b, z) der
verallgemeinerten Hypergeometrischen oder Kummer-Funktion, vgl. auch Ref. [2]. Zusam-
menfassend fu¨r I(T, Z), ReT > −2 folgt:
I(T, Z) = 21−T exp{−Z/8} · B(1/2, T/2+1) 1F1(T/2+1;T/2+3/2;Z/8) (G.35)
Differentiation nach Z fu¨hrt auf die beno¨tigte erste Ableitung, vgl. die Gln. (G.30), (G.32):
d/dZ I(T, Z) = (1/2) [I(T+2, Z)−(1/4) I(T, Z)] (G.36)
das heißt auf Integrale desselben Typs.
Seien weiter definiert die dimensionslosen Gro¨ßen:G.6
ζ ≡ M2/ω21S,λ und µ ≡ m2f/M2 (G.37)
so daß m2f/ω
2
1S,λ=µ ζ, also ζ die relevante Variable.
In die Gln. (G.17), (G.17′) und (G.20), (G.20′) werden eingesetzt die expliziten Ansa¨tze
fu¨r die skalaren Funktionen ψ˜1S(λ)(z, k); es werden analytisch ausgefu¨hrt die k-Integrationen
und die Integrationen bezu¨glich z ausgedru¨ckt durch Integrale I(T, Z). In Hinblick auf deren
explizite Darstellung – vgl. Gl. (G.35) – gelangen wir zu den also vollsta¨ndig analytischen
Ausdru¨cken:
fV,L
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡1S
=
√
2
π
N1S,L · ζ−1/2 · I(τL, ζ) (G.38)
fV,T
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡1S
=
1
2
√
2
π
N1S,T · ζ−1
{− 4 · I(τT , ζ)(2+µ ζ) · I(τT−2, ζ)} (G.38′)
G.5Diese werden beno¨tigt fu¨r Argumente Z ∈ IR+ und Indizes T ∈ IN; zur Berechnung der Kopplungen fV
fu¨r transversale Polarisation zusa¨tzlich fu¨r T ≡−1. Der Parameter T wird korreliert sein mit den τλ, vgl.
die Gln. (G.26), (G.45), so daß Konvergenz von I(T, Z), ReT >−2, induziert die Forderung Re τλ>0.
G.6Indizes sind unterdru¨ckt, vgl. Fußnote G.2.
308 Anhang G: Lichtkegelwellenfunktionen
Und fu¨r die Gln. (G.20), (G.20′):
Nc = |N1S,L|2 · I(2τL, 2ζ) (G.39)
Nc = |N1S,T |2 ·
{− 2 · I(2τT+2, 2ζ)(1+µ ζ) · I(2τT , 2ζ)} (G.39′)
Die Gln. (G.39), (G.39′) werden aufgelo¨st nach N1S,L, N1S,T , diese o.E.d.A. angenommen
als reell positiv und eingesetzt in die Gln. (G.38), (G.38′). Es folgen implizite Gleichungen
fu¨r ζ – das heißt fu¨r ω1S,L, ω1S,T , vgl. Gl. (G.37) – von der Form:
F (ζ) = 0 (G.40)
mit Funktionen F =FL, FT , die abha¨ngen von M, fV , eˆV und fu¨r transversale Polarisation
zusa¨tzlich von mf .
G.7 Der Fixpunkt ζ≡ζ∞ folgt durch Iteration auf Basis des quadratisch
konvergenten Newtonschen Approximationsverfahrens , vgl. etwa die Refn. [2, 85]:
ζn+1 = ζn − F (ζn)/F ′(ζn) ζ∞ = lim
n→∞
ζn (G.41)
mit ζ0 einer approximierten Lo¨sung als Anfangswert.
Praktisch, zur Fixierung der Parameter in Ref. [125], wird Gl. (G.41) noch analytisch
berechnet in Termen der Integrale I(T, Z); fu¨r die Ableitung F ′ wird benutzt Gl. (G.36).
Die Iteration von Gl. (G.41) geschieht numerisch mit Anfangswert ζ0∼=M2V/(0.4 GeV)2, vgl.
Gl. (G.37). Die Auswertung der Integrale I(T, Z) im Rahmen dieser Iteration geschieht
numerisch mithilfe des Gauß’schen Integrationsverfahrens, vgl. die etwa Refn. [172, 173].
Eine Genauigkeit von 10−10 bezu¨glich des Fixpunktes ζ ist de facto erreicht nach n=3−4
Iterationen.
Radius-Erwartungswerte 〈r2〉1S,λ. Analog zu den angegebenen Gleichungen zur Fixie-
rung der Parameter ko¨nnen auf Basis von Gl. (G.22) formale Relationen in Termen von
Integralen I(T, Z) angegeben werden fu¨r den Erwartungswert 〈r2〉1S,λ, der definiert ist als
der transversale rmsq-Radius des 1S-Vektormesons fu¨r feste Polarisation λ≡L, T .
Eingesetzt in Gl. (G.22) die Ortsraum-Darstellungen ψh,h¯V≡1S(λ)(z, r), wie angegeben im
Haupttext mit den Gln. (3.60), (4.32) bzw. (4.32), (4.33), lauten diese Relationen:
〈r2〉1S,L = ω
−2
1S,L (G.42)
〈r2〉1S,T = 2ω
−2
1S,T ·
{
1− 1
2
µ ζ
/[
(1+µ ζ)−2 I(2τT+2, 2ζ)
I(2τT , 2ζ)
]}
(G.42′)
Fu¨r den Fall verschwindender Quarkmasse, µ≡0, vereinfacht sich Gl. (G.42′) wesentlich.
G.2.2 2S-Vektormeson
Wir gehen analog vor fu¨r das 2S-Vektormeson im Sinne von Kapitel 4. Es wird folgende
Ansatz gemacht fu¨r die skalaren Funktionen χ˜V (λ), V ≡2S:
χ˜V≡2S(λ)(z, k) = NV,λ
√
zz¯ exp
[
− 1
2
M2(z−1/2)2
ω2V,λ
]
· 2π
ω2V,λ
exp
[
− 1
2
ω−2V,λ k
2
]
(G.43)
× {(zz¯−Aλ)+Bλ (1−ω−22S,λk2)}
= hV,λ(z) · g˜V,λ(k) ·
{(
zz¯−Aλ
)
+Bλ
(
1−ω−22S,λk2
)}
(G.43′)
G.7Fu¨r Q2 unterhalb einer Schwelle Q2f,0 ist mf ≡mf,eff (Q2) und ha¨ngt effektiv ab von der Virtualita¨t Q
des Photons. Dies beeinflußt die Parameter fu¨r transversale polarisation; vgl. die Diskussion im Haupttext.
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mit Bλ ≡ √2; vgl. die Gln. (G.24), (G.24′). Dabei sind die Funktionen g˜2S,λ(r), h2S,λ(z)
bezu¨glich ihrer funktionalen Abha¨ngigkeit identisch den Funktionen g˜1S,λ(r), h1S,λ(z) nach
den Gln. (G.25), (G.26) differieren aber von diesen durch ihre Parameter, V ≡2S:
g˜2S,λ(k) =
2π
ω22S,λ
exp
[
− 1
2
ω−22S,λ k
2
]
(G.44)
h2S,λ(z) = N2S,λ [zz¯]τ
′
λ/2 exp
[
− 1
2
M2(z−1/2)2
ω22S,λ
]
mit τ ′λ ≡ 1 (G.45)
In Hinblick auf formale Umformungen sind wieder Konstanten τ ′λ eingefu¨hrt, die analog
zu τλ in praxi identisch Eins gesetzt werden. Wir betonen, daß im ”
longitudinalen Expo-
nential“ h2S,λ angesetzt ist mit M≡M1S die Masse des Vektormesons im Grundzustand.
Die Polynome im Ansatz von Gl. (G.43) stellen genau die funktionale Diskrepanz dar
zum 1S-Ansatz, vgl. Gl. (G.24′); sie vermitteln die
”
Knoten“ der Wellenfunktion. Der 2S-Zu-
stand aufgefaßt als radiale Anregung besitzt dabei
”
gleichberechtigt“ eine longitudinale
und zwei transversale Moden. Das
”
transversale Polynom“ wird gewa¨hlt als das Polynom
der 2S-Wellenfunktion des transversalen Harmonischen Oszillators und gewichtet mit dem
Faktor Bλ≡√2.G.8 Das ”longitudinale Polynom“ fu¨hrt den zusa¨tzlichen Parameter Aλ ein.
Unser Ansatz fu¨r die 2S-Lichtkegelwellenfunktion besitzt fu¨r feste Polarisation λ≡L, T die
drei Parameter ω2S,λ, N2S,λ, Aλ.
Zur Fourier-Transformation des 2S-Ansatzes bezu¨glich k wird beno¨tigt die Transfor-
mation der 2S-Wellenfunktion im Impulsraum [g˜2S,λ multipliziert mit dem Impulsraum-
Polynom] in die 2S-Wellenfunktion des Ortsraums, vgl. Fußnote G.4; diese lautet explizit,
vgl. Gl. (G.27):∫
d2k
(2π)2
eik·r 2π
ω2V,λ
exp
[
− 1
2
ω−2V,λ k
2
]
· (1−ω−22S,λk2) (G.46)
= exp
[
− 1
2
ω2V,λ r
2
]
· (ω22S,λr2−1)
mit Definition entsprechend Gl. (G.16).
Dies eingesetzt in Gl. (G.15) und ausgefu¨hrt die Ableitung ∂r, folgt fu¨r die Lichtkegel-
wellenfunktionen des 2S-Vektormesons V :
χ2S(λ≡0) = 4zz¯ ω2S,L δh,−h¯ (G.47)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−1)} · g2S,L(r) h2S,L(z)
χ2S(λ≡+1) =
[
iω22S,T r e
+iϕ (z δh+,h¯− − z¯ δh−,h¯+)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−3)}
+ meff δh+,h¯+ ·
{(
zz¯−Aλ
)
+
√
2
(
ω22S,λr
2−1)}] · g2S,T (r) h2S,T (z)
χ2S(λ≡−1) =
[
iω22S,T r e
−iϕ (z¯ δh+,h¯− − z δh−,h¯+)
× {(zz¯−Aλ)+√2 (ω22S,λr2−3)}
+ meff δh−,h¯− ·
{(
zz¯−Aλ
)
+
√
2
(
ω22S,λr
2−1)}] · g2S,T (r) h2S,T (z)
mit abku¨rzend χV (λ) fu¨r χ
h,h¯
V (λ)(z, r). Dies ist genau die Darstellung im Haupttext, vgl.
Gl. (4.38).
G.8Die Konstante Bλ ist genau die Quadratwurzel der Anzahl transversaler gegenu¨ber longitudinaler Frei-
heitsgrade; sie wird eingefu¨hrt in Hinblick auf formale Umformungen und in praxi identisch
√
2 gesetzt.
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Fixierung der Parameter Wir strukturieren analog zu dem Fall des 1S-Vektormesons:
Der skizzenhaften Schilderung des Verfahrens folge seine explizite technische Formulierung.
Seien zuna¨chst die Parameter ω1S,λ, N1S,λ des 1S-Vektormesons |1S〉 fixiert wie disku-
tiert in G.2.1. Fu¨r feste Helizita¨t λ≡0,±1 besitzt die so definierte Lichtkegelwellenfunktion
des 2S-Vektormesons die drei Parameter ω2S,λ, N2S,λ, Aλ.G.8 Diese werden fixiert durch die
drei Forderungen an den Zustand |2S〉: daß er die Kopplung f2S reproduziert, normiert
ist und orthogonal zu dem Zustand |1S〉; formal also, daß er erfu¨llt das System der drei
Gln. (G.17), (G.20), (G.21) [bzw. (G.17′), (G.20′), (G.21′)].
Die Lo¨sung dieses Systems hat anders zu erfolgen als im Fall des 1S-Vektormesons: Ein-
gegangen dort sind die experimentell wohldeterminierten Gro¨ßenM1S , f1S . Die entsprechen-
den Gro¨ßen M2S , f2S sind nicht bekannt aus zwei Gru¨nden. Zuna¨chst ist der Zustand |2S〉
nicht physikalisch. Daru¨berhinaus ist insbesondere die Kopplung f2S nicht berechenbar aus
denen der physikalischen Zusta¨nde |ρ(1450)〉, |ρ(1700)〉, da auch diese nicht bekannt sind.
Wir gehen folgendermaßen vor. In dem longitudinalen Anteil h2S,λ(z) nach Wirbel,
Stech, Bauer ist bereits angesetzt die Masse M ≡M1S des Grundzustandes. Dies geschieht
im Sinne des Harmonischen Oszillators, in dem allen Zusta¨nden gemeinsam ist derselbe ex-
ponentielle Anteil und der jeweilige Zustand bestimmt ist durch das damit multiplizierte
Polynom. Konsequenterweise setzen wir daher in einem ersten Schritt die Oszillatorpara-
meter des 2S-Zustands an als identisch denen des 1S-Zustands:
Schritt Eins: ω2S,λ
!
= ω1S,λ λ≡L, T , fest (G.48)
Die verbleibenden zwei Parameter N2S,λ, Aλ werden bestimmt durch Forderung von Ortho-
normalita¨t bezu¨glich des 1S-Zustands, das heißt durch Lo¨sen des Systems der zwei Gleichun-
gen (G.20), (G.21) [bzw. (G.20′), (G.21′)]; N2S,λ, Aλ folgen in Abha¨ngigkeit von M ≡M1S
und ω1S,λ, das heißt effektiv in Abha¨ngigkeit von M1S , f1S .
Die zwei mal drei Parameter sind vollsta¨ndig fixiert. Mithilfe der Gl. (G.17), (G.17′)] wer-
den f2S,λ berechnet.
G.9 Die resultierenden Kopplungen f2S,L, f2S,T sind offensichtlich nicht
identisch; dies wird aber gefordert in einem zweiten Schritt und realisiert durch Verru¨cken
der Oszillatorparameter des 2S-Zustands gegenu¨ber denen des 1S-Zustands, explizit:
Schritt Zwei: f2S,L
!
= f2S,T =⇒ ω2S,λ 6= ω1S,λ λ≡L, T , fest (G.49)
ω2S,L
!
= ω1S,L(1−∆) (G.49′)
& ω2S,T
!
= ω1S,T (1+∆) |∆| minimal
Dabei werden die relativen Verru¨ckungen gefordert als gleich und minimal ; Identita¨t der
Kopplungen wird erreicht fu¨r ∆>0, das heißt ω2S,L ist kleiner, ω2S,T gro¨ßer zu wa¨hlen.
Auf Basis der so bestimmten Oszillatorparameter ω2S,λ werden neu fixiert die Parame-
ter N2S,λ, Aλ. Sie folgen in Abha¨ngigkeit vonM und ω2S,λ anlog wie im ersten Schritt durch
Lo¨sen des Systems der zwei Gln. (G.20), (G.21) [bzw. (G.20′), (G.21′)]. Die resultierenden
Lichtkegelwellenfunktionen ψ˜h,h¯V (λ)(z, r), mit V ≡1S, 2S, λ≡L, T fest, sind daher zusammen-
fassend orthonormiert und liefern fu¨r longitudinale und transversale Polarisation identische
Kopplungen fV ; dabei ist f1S≡f1S,exp und f2S Postulat.
Wir formalisieren das geschilderte Verfahren. Dies geschieht in Termen des Integrals I(T, Z),
vgl. Gl. (G.30), und der – analog zu ζ in Gl. (G.37) – dimensionslos definierten Gro¨ße:G.6
ζ′ ≡ M2/ω22S,λ (G.50)
G.9In Gl. (G.17′) fu¨r f2S,T geht explizit ein die Masse M2S des nicht-physikalischen 2S-Vektormesons, die
wir im Sinne eines educated guess als M2S=1.6 GeV ansetzen.
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mit m2f/ω
2
2S,λ=µ ζ
′ wegen µ≡m2f/M2, vgl. Gl. (G.37); damit ist ζ′ die relevante Variable.
Wie im Fall des 1S-Vektormesons werden in die Gln. (G.17), (G.17′) und (G.20), (G.20′)
zuna¨chst eingesetzt die expliziten Ansa¨tze fu¨r die skalaren Wellenfunktionen ψ˜2S(λ)(z, k),
analytisch ausgefu¨hrt die k-Integrationen, ausgedru¨ckt durch Integrale I(T, Z) die z-Integra-
tionen. Es folgt, mit abku¨rzendG.6 ik=I(τ
′
λ + k, ζ
′):
fV,L
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡2S
=
√
2
π
N2S,L · ζ′−1/2
{
i2 − (AL+BL) · i0
}
(G.51)
fV,T
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡2S
=
1
2
√
2
π
N2S,T (G.51′)
× ζ′−1 {− 4 · i2 + [(2+µ ζ′)+4(AT+3BT )] · i0
− [AT (2+µ ζ′)+BT (6+µ ζ′)] · i−2
}
und, mit abku¨rzendG.6 i′k≡I(2τ ′λ+2k, 2ζ′):
Nc = |N2S,L|2 ·
{
i′4 − 2AL · i′2 + (A2L+B2L) · i′0
}
(G.52)
Nc = |N2S,T |2 ·
{− 2 · i′3 + [(1+µ ζ′)+4(AT+BT )] · i′2 (G.52′)
− 2[AT (1+µ ζ′)+BT (1+2AT )+(A2T+3B2T )] · i′1
+ [A2T (1+µ ζ
′)+B2T (3+µ ζ
′)+2ATBT ] · i′0
}
vgl. die Gln. (G.38), (G.38′) bzw. (G.39), (G.39′). Analog fu¨hren die Gln. (G.21), (G.21′),
mit abku¨rzendG.6 i′′k=I(τλ+τ
′
λ + 2k, ζ+ζ
′), auf:
0 = N∗2S,LN1S,L ·
{
i′′1 −AL · i′′0
}
(G.53)
0 = N∗2S,TN1S,T (G.53′)
× {− 2 · i′′2 + [(1+µ√ζζ′)+2(AT+BT )] · i′′1 − [AT (1+µ√ζζ′)+BT ] · i′′0}
und daraus unmittelbar:
AL =
i′′1
i′′0
(G.54)
AT =
2 · i′′2 −
[(
1+µ
√
ζζ′
)
+2BT
] · i′′1 +BT i′′0
2 · i′′1 −
(
1+µ
√
ζζ′
) · i′′0 (G.54′)
Fu¨r feste ζ, ζ′, das heißt fu¨r feste Oszillatorparameter ω1S,λ, ω2S,λ, sind die Aλ vollsta¨ndig be-
stimmt durch die Forderung von Orthogonalita¨t der 1S- und 2S-Lichtkegelwellenfunktionen.
Diese Ausdru¨cke fu¨r Aλ eingesetzt in die Gln. (G.52), (G.52
′), folgen unmittelbar die Nor-
mierungskonstanten N2S,L, N2S,T in Abha¨ngigkeit der Bλ≡√2 als Funktion der festen ζ, ζ′.
Weiter mithilfe der Gln. (G.51), (G.51′) folgen schließlich die Kopplungen f2S,L, f2S,T .
In Ref. [125] werden die Parameter AL, AT numerisch approximiert; effektiv wird im
Sinne der Gln. (G.53), (G.53′) implizit gesetzt ζ→ ζ′. Konsequenz ist, daß die Lichtkegel-
funktion |2S〉 nur approximativ, nicht exakt orthogonal auf |1S〉 ist. Auf Basis der Relatio-
nen (G.54), (G.54′) und mithilfe des analytischen Ausdrucks fu¨r die Integrale I(T, Z), vgl.
Gl. (G.35), ist diese Na¨herung nicht mehr erforderlich; es folgen fu¨r AL, AT unmittelbar
Zahlenwerte fu¨r beliebige nicht-identische ζ, ζ′. – Wir gelangen zu exakter statt approxima-
tiver Orthogonalita¨t. Im Haupttext sind dokumentiert die Konsequenzen beider Ansa¨tze;
sei hier nur angemerkt, daß die numerische Diskrepanz marginal ist.
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Orthonormalita¨t und Reproduktion identischer Kopplungen f2S,L, f2S,T nach dem disku-
tierten Verfahren ha¨ngen implizit ab u¨ber die effektive Quarkmasse meff von Q
2. Auf Basis
exakter Orthogonalita¨t fu¨r jedes Q2 wird in Kapitel 4.2.3 quantitativ diskutiert: zum einen
Fixieren der Oszillatorparameter ω2S,λ fu¨r Q
2 ≡ 0 wie geschildert und Einfrieren auf diese
Werte und zum anderen ihre laufende Anpassung mit Q2; das heißt identische Kopplungen
werden generiert nur fu¨r Q2≡0 beziehungsweis fu¨r jedes Q2.
In Tabelle G.1 sind angegeben Zahlenwerte fu¨r ω1S,T (Q
2) und ∆(Q2) in genu¨gender Ge-
nauigkeit und fu¨r das gesamte Q2-Intervall, in dem eine nichttriviale Abha¨ngigkeit besteht;
der Zahlenwert fu¨r den bezu¨glich Q2 konstanten Parameter ω1S,L ist angegeben in der Un-
terschrift. Die Oszillatorparameter folgen aus den Gln. (G.38), (G.38′) und (G.39), (G.39′),
durch numerische Iteration auf Basis des Newtonschen Approximationsverfahrens, vgl. die
Gln. (G.40), (G.41). Die Funktion ∆(Q2), durch die determiniert ist die Verru¨ckung der ω2S,λ
relativ zu den ω1S,λ, wird bestimmt durch Iteration von Hand in der Weise, daß fu¨r jedes Q
2
die Lichtkegelwellenfunktion |2S〉 erfu¨llt: Reproduktion identischer Kopplungen f2S,L, f2S,T ,
Normiertheit und Orthogonalita¨t auf |1S〉, vgl. die Gln. (G.51), (G.51′), (G.52), (G.52′)
bzw. (G.53), (G.53′). Wir gehen hierauf ausfu¨hrlich ein im Haupttext in 4.2.3. Auf Basis
von Tabelle G.1 reduziert sich die Bestimmung sa¨mtlicher u¨briger Parameter auf das Aus-
werten der angegebenen Relationen in Termen des analytisch gelo¨sten Integrals I(T, Z), vgl.
Gl. (G.35) – Fixpunkte impliziter Gleichungen sind nicht mehr zu bestimmen.
Radius-Erwartungswerte 〈r2〉2S,λ. Wir geben die formalen Relationen an fu¨r den trans-
versalen rmsq-Radius 〈r2〉2S,λ fu¨r feste Polarisation λ≡L, T :
Eingesetzt in Gl. (G.22) die Ortsraum-Darstellungen ψh,h¯V≡2S(λ)(z, r), wie angegeben im
Haupttext mit den Gln. (4.32), (4.38), und abku¨rzend i′k=I(2τ
′
λ + 2k, 2ζ
′) [wie in den
Gln. (G.52), (G.52′)], lauten diese Relationen explizit:
〈r2〉2S,L = ω
−2
1S,L |N2S,L|2 (G.55)
× {i′2 + 2(−AL+BL) · i′1 +BL(−2AL+3BL) · i′0}
〈r2〉2S,T = ω
−2
1S,T |N2S,T |2 ·
{− 4 · i′3 + [(2+µ ζ′)+8AT ] · i′2 (G.55′)
− 2[AT (2+µ ζ′)+2A2T−BT µ ζ′+6B2T ] · i′1
+ [A2T (2+µ ζ
′)−2ATBT µ ζ′+3B2T (2+µ ζ′)] · i′0
}
Fu¨r den Fall verschwindender Quarkmasse, µ≡0, vereinfacht sich Gl. (G.55′).
Der Modellierung der longitudinalen 2S-Anregungsmode durch ein Polynom ersten Grades
haftet eine gewisse Willku¨r an, so daß wir unsere Analyse vollsta¨ndig neu durchfu¨hren fu¨r:
(zz¯−Aλ) −→ zz¯(zz¯−Aλ) (G.56)
Die Resultate sind zusammenfassend sehr a¨hnlich. Daher beschra¨nken wir uns in dieser Ar-
beit auf das Polynom ersten Grades. Fu¨r Vollsta¨ndigkeit seien hier aber – ohne weiteren
Kommentar – festgehalten die relevanten Relationen fu¨r das Polynom zweiten Grades.
Mit den Definitionen ik, i
′
k, i
′′
k wie eingefu¨hrt, gilt fu¨r die Kopplung an das Photon:
fV,L
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡2S
=
√
2
π
N2S,L · ζ′−1/2
{
i4 −AL · i2 −BL · i0
}
(G.57)
fV,T
eˆVMV
∣∣∣∣
V≡2S
=
1
2
√
2
π
N2S,T (G.57′)
× ζ′−1 {− 4 · i4 + [2(1+2AT )+µ ζ′] · i2
+ [2(6BT−AT )−AT µ ζ′
] · i0 −BT (6+µ ζ′) · i−2}
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Parameter ω1S,T , ∆ [und resultierende f2S,L, f2S,T ]
Q2 [GeV2] ω1S,T [GeV] ∆ f2S,L [GeV] f2S,T [GeV]
0.00 0.212 9547 611 0.097 6137 4330 − 0.137 7811 726 − 0.137 7811 726
0.05 0.213 8661 612 0.098 9565 6500 − 0.137 5566 129 − 0.137 5566 129
0.10 0.214 6983 169 0.100 2242 9370 − 0.137 3445 901 − 0.137 3445 901
0.15 0.215 4476 720 0.101 4176 8150 − 0.137 1449 819 − 0.137 1449 819
0.20 0.216 1112 763 0.102 5377 6735 − 0.136 9576 179 − 0.136 9576 179
0.25 0.216 6869 190 0.103 5858 6818 − 0.136 7822 808 − 0.136 7822 808
0.30 0.217 1732 806 0.104 5635 6470 − 0.136 6187 090 − 0.136 6187 090
0.35 0.217 5701 003 0.105 4726 7800 − 0.136 4666 004 − 0.136 4666 004
0.40 0.217 8783 607 0.106 3152 3500 − 0.136 3256 183 − 0.136 3256 183
0.45 0.218 1004 851 0.107 0934 1830 − 0.136 1953 994 − 0.136 1953 994
0.50 0.218 2405 397 0.107 8094 9310 − 0.136 0755 668 − 0.136 0755 668
0.55 0.218 3044 271 0.108 4656 9840 − 0.135 9657 473 − 0.135 9657 473
0.60 0.218 3000 459 0.109 0640 9450 − 0.135 8655 976 − 0.135 8655 976
0.65 0.218 2373 841 0.109 6063 4830 − 0.135 7748 401 − 0.135 7748 401
0.70 0.218 1284 961 0.110 0934 6085 − 0.135 6933 085 − 0.135 6933 085
0.75 0.217 9873 072 0.110 5254 5573 − 0.135 6209 996 − 0.135 6209 996
0.80 0.217 8291 845 0.110 9010 9350 − 0.135 5581 221 − 0.135 5581 221
0.85 0.217 6702 266 0.111 2177 2335 − 0.135 5051 204 − 0.135 5051 204
0.90 0.217 5262 661 0.111 4714 1320 − 0.135 4626 535 − 0.135 4626 535
0.95 0.217 4116 374 0.111 6574 7315 − 0.135 4315 072 − 0.135 4315 072
1.00 0.217 3378 524 0.111 7713 5375 − 0.135 4124 433 − 0.135 4124 433
1.05 0.217 3123 918 0.111 8097 2285 − 0.135 4060 203 − 0.135 4060 203
1.10 0.217 3123 918 0.111 8097 2285 − 0.135 4060 203 − 0.135 4060 203
Tabelle G.1: Abha¨ngigkeit von Q2 der Parameter ω1S,T , ∆ – und der resultierende Kopp-
lungen f2S,L, f2S,T . Auf Basis dieser Zahlewerte fu¨r ω1S,T (Q
2), ∆(Q2) und des konstan-
ten Zahlenwerts ω1S,L≡0.329 9209 590 GeV ko¨nnen sa¨mtliche Parameter der Lichtkegelwel-
lenfunktionen |1S〉, |2S〉 berechnet werden ohne Fixpunkt-Gleichungen lo¨sen zu mu¨ssen.
Die numerische Genauigkeit sei dokumentiert durch die letzten Spalten, die Konstanz
fu¨r Q2≥1.05 GeV2 durch die letzte Zeile.
fu¨r Normierung:
Nc = |N2S,L|2 ·
{
i′4 − 2AL · i′3 +A2L · i′2 +B2L · i′0
}
(G.58)
Nc = |N2S,T |2 (G.58′)
× {− 2 · i′5 + (1+µ ζ′+4AT ) · i′4 − 2[AT (1+µ ζ′)−2BT+A2T ] · i′3
+
[
A2T (1+µ ζ
′)−2BT (1+2AT )] · i′2 + 2BT (AT−3BT ) · i′1 +B2T (3+µ ζ′) · i′0
}
fu¨r Orthogonalita¨t:
0 = N∗2S,LN1S,L ·
{
i′′2 −AL · i′′1
}
(G.59)
0 = N∗2S,TN1S,T (G.59′)
× {− 2 · i′′3 + [(1+µ√ζζ′)+2AT ] · i′′2 + [2BT−AT (1+µ√ζζ′)] · i′′1 −BT · i′′0}
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daraus unmittelbar:
AL =
i′′2
i′′1
(G.60)
AT =
2 · i′′3 −
(
1+µ
√
ζζ′
) · i′′2 −BT (2 · i′′1 − i′′0)
2 · i′′2 −
(
1+µ
√
ζζ′
) · i′′1 (G.60′)
und fu¨r die Quadrate der transversalen rmsq-Radien:
〈r2〉2S,L = ω
−2
1S,L |N2S,L|2 (G.61)
× {i′4 − 2AL · i′3 + (A2L+2BL) · i′2 − 2ALBL · i′1 + 3B2L · i′0}
〈r2〉2S,T = ω
−2
1S,T |N2S,T |2 (G.61′)
× {− 4 · i′5 + [2(1+4AT )+µ ζ′] · i′4 − 2[2AT (1+AT )+AT µ ζ′] · i′3
+ [2A2T+(A
2
T+2BT )µ ζ
′] · i′2
− 2BT (6BT+A2Tµ ζ′) · i′1 + 3B2T (2+µ ζ′) · i′0
}
Die Relationen fu¨r transversale Polarisation ha¨ngen wieder explizit ab von der (effektiven)
Quarkmasse.
G.3 Kompendium
Wir leiten diverse Relationen her, die im Haupttext benutzt werden; bzgl. der Konventionen
und Notationen der folgenden beiden Abschnitte, vgl. Anh. A.2 und Nachtmann in Ref. [147].
G.3.1 Leptonische Zerfallsbreite Γl
+l−
V
Die Leptonische Zerfallsbreite des Vektormesons V ist bestimmt durch das S-Matrixelement
S = 〈l−(p, r) l+(p′, r′)|S|V (q, λ)〉 (G.62)
Dabei bezeichnen p, p′, q die Impulse, r, r′, λ die Spins und Helizita¨ten des Leptonpaares.
Fu¨r das T -Matrixelement, definiert durch S =: i (2π)4δ4(p+p
′−q) T , folgt daraus:
T (s) = −e u¯r(p)γµvr′(p′) gµν
(p+p′)2 + i ε
〈Ω|Jνem(0)|V (q, λ)〉 (G.63)
= −e2u¯r(p)γµvr′(p′) 1
s
fVMV εµ(q, λ) (G.63
′)
mit s=(p+p′)2 und fV in der Definition:
〈Ω|Jµem(0)|V (q, λ)〉 = efV MV ε
µ(q, λ) (G.64)
Das Absolut-Quadrat von Gl. (G.63′) wird gemittelt u¨ber die einlaufenden Spins r, r′ und
summiert u¨ber die auslaufenden Helizita¨ten:∑′|T (s)|2 = −e4
3
[fVMV
s
]2 ∑
r,r′ tr
[
γµur(p)u¯r(p)γµvr′(p
′)v¯r′(p′)
]
(G.65)
= +
4e4
3
[fVMV
s
]2
s ·
[
1+
2m2l
s
]
(G.65′)
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mit ml der Masse des Leptons. Die Zerfallsrate des Vektormesons in dessen Ruhesystem ist:
dΓl
+l−
V =
1
2MV
(2π)4δ(4)(p+p
′−q) dRp dRp′ ∑′|T (s)|2 s=M2V (G.66)
mit dem Lorentz-invarianten Maß dRk≡d3~k/(2π)32k0+=d4k θ(k0) δ(k2−m2)/(2π)3. Einge-
setzt Gl. (G.65′) und ausgefu¨hrt die Phasenraum-Integrationen, folgt:G.10
Γl
+l−
V =
4πα2em
3
f2V
MV
·
[
1+
2m2l
M2V
]√
1− 4m
2
l
M2V
(G.67)
dabei ist αem = e
2/4π ∼= 1/137.04. Die Gln. (G.64), (G.67) werden explizite diskutiert im
Haupttext, vgl. die Gln. (3.66), (3.67) auf Seite 134.
G.3.2 Photoproduktion und l+l−-Annihilation in π+π−, 2π+2π−
Der differentielle Wirkungsquerschnitt dσl+l−→V fu¨r die Produktion eines realen Vektor-
mesons V in l+l−-Annihilation wird berechnet auf Basis desselben S-Matrixelementes, vgl.
Gl. (G.62); mit
∑′|T (s)|2 nach Gl. (G.65′) gilt:
dσl+l−→V =
1
2w(s,m2l ,m
2
l )
(2π)4δ(4)(p+p
′−q) dRq ∑′|T (s)|2 (G.68)
mit w(α, β, γ)=[α2+β2+γ2−2(αβ+βγ+γα)]1/2=[α−(√β+√γ)2]1/2[α−(√β−√γ)2]1/2 der
vollsta¨ndig symmetrischen Ka¨llen-Funktion. Daraus folgt durch Ausfu¨hren der Phasenraum-
Integrationen:G.10
σl+l−→V =
4πe4
3
[ fV
MV
]2
δ(s−M2V ) ·
[
1+
2m2l
M2V
]/√
1− 4m
2
l
M2V
(G.69)
Die Berechnung der Rho-Kanal-Massenspektren fu¨r Photoproduktion und e+e−-Annihi-
lation in zwei und vier geladene Pionen geschieht durch Distribution der Zusta¨nde ρ, ρ′, ρ′′
[≡ρ(770), ρ(1450), ρ(1700)], als einfache Breit-Wigner-Resonanzen:
TM
!
= T · cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
f≡π+π−, 2π+2π− (G.70)
mit M der invarianten Masse des Endzustands f . Die Normierungskonstanten cV,f sind
definiert u¨ber den Zusammenhang der T -Amplituden:∫ ∞
sf
dM2
∣∣TM ∣∣2 = ∣∣T ∣∣2 (G.71)
mit sf ≡(2mπ)2, (4mπ)2 den kinematischen Schwellen der Reaktionen. Eingesetzt TM nach
Gl. (G.70) in Gl. (G.71), kann der Faktor |T |2 geku¨rzt werden; wir erhalten unmittelbar:
cV,f =
[
1
2
+
1
π
arctan
M2V −sf
MV
]−1/2
(G.72)
Bzgl. ihrer Abweichung von Eins vgl. Tabl. G.2. Fu¨r l+l−-Annihilation in die Endzusta¨nde
f≡π+π−, 2π+2π− folgt:
σf (M) =
4πe4
3
∣∣∣∑V=ρ,ρ′,ρ′′ fVMV cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
√
BV→f
∣∣∣2 (G.73)
G.10Fu¨r Elektronen ko¨nnen die ml-abha¨ngigen Faktoren vernachla¨ssigt werden.
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Normierungsparameter der Breit-Wigner-Distributionen:
Abweichung von Eins [cV,f−1]
ρ ρ′ ρ′′
≡ρ(770) ≡ρ(1450) ≡ρ(1700)
f≡π+π− 3.743×10−2 3.628×10−2 2.325×10−2
f≡2π+2π− 6.942×10−2 4.102×10−2 2.540×10−2
Tabelle G.2: Normierungsparameter cV,f der Breit-Wigner-Distributionen nach Gl. (G.72);
Abweichungen von Eins in Prozent ×10−2. Fu¨r die Schwellen sf ≡(2mπ)2, (4mπ)2 liegen zu-
grunde fu¨r die MassenMV der Vektormesonen die Zahlenwerte von Tabelle 4.2 auf Seite 177
und mπ=0.139 570 GeV fu¨r die Masse des geladenen Pions, vgl. Ref. [165].
mit abku¨rzend σf ≡σ[l+l−→V → f ]. Die Verzweigungsverha¨ltnisse BV→f sind zusammen
mit den MassenMV und totalen Zerfallsbreiten Γ
tot
V angegeben in Tabl. 4.2. In dieser Formel
wird die totale Zerfallsbreite des ρ(770) parametrisierte in der Form:
Γtotρ −→ Γtotρ ·
{
1 + c·[M2/M2ρ−1]+ c′ ·[M2/M2ρ−1]2} (G.74)
mit Γtotρ dem experimentellen Zahlenwert, vgl. Tabl. 4.2, und ersetzt cρ,f→c′′ · cρ,f .G.11 Die
Parameter c, c′, c′′ werden adjustiertG.12 durch die Forderung, daß Gl. (G.73) das experi-
mentelle e+e−-Annihilationspektrum in π+π− reproduziert, vgl. Abb. 4.4 auf Seite 161.
Das Massenspektrum fu¨r Photoproduktion von f ≡π+π−, 2π+2π− elastisch am Proton
folgt analog, – dabei sind Γtotρ , cρ,f nicht modifiziert:
1
2M
dσf,λ
dM
∣∣∣
Q2
(M) (G.75)
=
∫ 0
−∞
dt
1
16π s2
∣∣∣∣∑V=ρ,ρ′,ρ′′ TV,λ(s, t) cV,f ·
√
MV ΓtotV /π
M2−M2V +iMV ΓtotV
√
BV→f
∣∣∣∣2
mit abku¨rzend dσf,λ ≡ dσλ[γ(∗)p → V p] und TV,λ ≡ Tλ[γ(∗)p → V p] den entsprechenden
T -Amplituden, die berechnet werden im Rahmen unseres Zugangs auf Basis des MSV.
G.3.3 Mischungswinkel Θ, Kopplung f2S
Im Haupttext wird fu¨r die Vektormesonen ρ′, ρ′′ [≡ρ(1450), ρ(1700)] der Ansatz gemacht: Sie
setzen sich zusammen, bestimmt durch den Mischungswinkel Θ, aus zwei Komponenten, dem
2S-Quark-Antiquark-Zustand und dem inerten Rest, vgl. die Gln. (4.31)-(4.31′′). Es werden
definiert die Verzweigungsverha¨ltnisse XV,1, XV,2, XV,3 fu¨r V ≡ ρ′, ρ′′ in den Gln. (4.42)-
(4.42′′). Wir stellen den folgenden Zusammenhang her.
Aus dem Ansatz fu¨r ρ′, ρ′′, vgl. die Gln. (4.31)-(4.31′′), folgt fu¨r die Kopplungen:
fρ′ = cosΘ f2S (G.76)
fρ′′ = − sinΘ f2S (G.76′)
das heißt mithilfe Gl. (G.67) gilt fu¨r die e+e−-Zerfallsbreiten zum einen:
Γe
+e−
ρ′ =
4πα2
3
f22S
cos2 θ
Mρ′
(G.77)
Γe
+e−
ρ′′ =
4πα2
3
f22S
sin2 θ
Mρ′′
(G.77′)
G.11Da Bρ,2π+2π−=0, vgl. Tabl. 4.2, betrifft diese Modifikation de facto nur den Zwei-Pion-Endzustand.
G.12auf die Zahlenwerte c=−0.2954, c′=0.02286, c′′=0.8512
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Zum anderen gilt in Termen der XV,i, vgl. die Gln. (4.42)-(4.42
′′), fu¨r V ≡ρ′, ρ′′:
Γe
+e−
V = Γ
tot
V · xV mit xV ≡ XV,1(1+XV,2)
/
XV,3 (G.78)
Gleichsetzen der Relationen (G.77), (G.77′) und (G.78) fu¨hrt auf:
tan2Θ = Mρ′Γ
tot
ρ′ xρ′
/
Mρ′′Γ
tot
ρ′′ xρ′′ (G.79)
f22S =
[4πα2
3
]−1 {
Mρ′Γ
tot
ρ′ xρ′ + Mρ′′Γ
tot
ρ′′ xρ′′
}
(G.80)
Eingesetzt fu¨r die XV,i die Zahlenwerte aus Tabelle 4.2 finden wir explizit:
Θ = 0.229 π = 41.2 ◦ (G.79′)
f2S = −0.178 GeV (G.80′)
Die hier implizierte Phasenwahl von f2S und die Wahl von Θ im ersten Quadranten geschieht
dahingehend, das Vorzeichenmuster zu reproduzieren, das sich experimentell manifestiert
im π+π−-Massespektrum fu¨r e+e−-Annihilation, vgl. Abb. 4.4.
Die Kopplung f2S nach (G.80
′) differiert augenscheinlich von dem Wert von −0.137 GeV,
vgl. Tabl. 4.1 auf Seite 167, zu dem wir gelangen im Rahmen unseres expliziten Ansatzes
fu¨r der Lichtkegelwellenfunktionen des 2S-Zustandes. In Hinblick auf die nur geringe Ge-
nauigkeit der Zahlenwerte fu¨r die XV,i, vgl. auch Donnachie, Mirzaie in Ref. [55], erscheint
es uns legitim, unserer Analyse zugrundezulegen den Zahlenwert (G.79′) fu¨r den Mischungs-
winkel Θ und den Wert von −0.137 GeV aus Tabelle 4.1 fu¨r die Kopplung f2S – statt durch
Fein-Adjustierung globale U¨bereinstimmung der Parameter zu erreichen.

Anhang H
dσλ≡L,T/dt|Q2(τ
2), ρ(770)-Produktion:
Tabellen zu Abbildung 4.16
In Abbildung 4.16 ist aufgetragen als Funktion von τ2 = −t+δt ∼= −t, vgl. Gl. (3.6), die im
Quadrat des invarianten Impulstransfers −t differentiellen Wirkungsquerschnitte:
dσV,λ
dt
∣∣∣∣
Q2
(τ2) V ≡ ρ(770), 2S λ ≡ L, T (H.1)
longitudinal und transversal fu¨r feste Werte Q2 ≡ 0, 0.25, 2, 10, 20 GeV2.
Die Auftragung dort ist logarithmisch u¨ber viele Dekaden. Fu¨r ρ(770)-Produktion geben
wir daher an – ohne weiteren Kommentar – Auszu¨ge der C-Programm-Listen: Die erste Zahl
ist τ2 in GeV2, die zweite der zugeho¨rige Produktionsquerschnitt in mbGeV−2.
0.000 8.32526488e-02
0.010 7.30326204e-02
0.020 6.42626102e-02
0.030 5.67156107e-02
0.040 5.02026816e-02
0.050 4.45662406e-02
0.060 3.96745811e-02
0.070 3.54173854e-02
0.080 3.17020481e-02
0.090 2.84506596e-02
0.100 2.55975254e-02
0.110 2.30871253e-02
0.120 2.08724292e-02
0.130 1.89135074e-02
0.140 1.71763793e-02
0.150 1.56320600e-02
0.160 1.42557684e-02
0.170 1.30262679e-02
0.180 1.19253175e-02
0.190 1.09372127e-02
0.200 1.00484023e-02
0.210 9.24716585e-03
0.220 8.52334391e-03
0.230 7.86811011e-03
0.240 7.27377943e-03
0.250 6.73364588e-03
0.260 6.24184518e-03
0.270 5.79323818e-03
0.280 5.38331176e-03
0.290 5.00809437e-03
0.300 4.66408391e-03
0.310 4.34818610e-03
0.320 4.05766158e-03
0.330 3.79008052e-03
0.340 3.54328354e-03
0.350 3.31534799e-03
0.360 3.10455888e-03
0.370 2.90938365e-03
0.380 2.72845033e-03
0.390 2.56052856e-03
0.400 2.40451305e-03
0.410 2.25940914e-03
0.420 2.12432030e-03
0.430 1.99843700e-03
0.440 1.88102714e-03
0.450 1.77142753e-03
0.460 1.66903645e-03
0.470 1.57330709e-03
0.480 1.48374174e-03
0.490 1.39988669e-03
0.500 1.32132770e-03
0.510 1.24768599e-03
0.520 1.17861469e-03
0.530 1.11379569e-03
0.540 1.05293681e-03
0.550 9.95769338e-04
0.560 9.42045745e-04
0.570 8.91537751e-04
0.580 8.44034520e-04
0.590 7.99341075e-04
0.600 7.57276879e-04
Tabelle H.1: Q2≡0, Transversal T
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0.000 4.98025289e-03
0.010 4.49170663e-03
0.020 4.05918639e-03
0.030 3.67557249e-03
0.040 3.33471619e-03
0.050 3.03130020e-03
0.060 2.76072001e-03
0.070 2.51898287e-03
0.080 2.30262177e-03
0.090 2.10862200e-03
0.100 1.93435849e-03
0.110 1.77754218e-03
0.120 1.63617426e-03
0.130 1.50850683e-03
0.140 1.39300922e-03
0.150 1.28833914e-03
0.160 1.19331773e-03
0.170 1.10690826e-03
0.180 1.02819765e-03
0.190 9.56380553e-04
0.200 8.90745703e-04
0.210 8.30663969e-04
0.220 7.75578113e-04
0.230 7.24993872e-04
0.240 6.78472225e-04
0.250 6.35622676e-04
0.260 5.96097403e-04
0.270 5.59586172e-04
0.280 5.25811885e-04
0.290 4.94526708e-04
0.300 4.65508674e-04
0.310 4.38558713e-04
0.320 4.13498048e-04
0.330 3.90165909e-04
0.340 3.68417524e-04
0.350 3.48122351e-04
0.360 3.29162525e-04
0.370 3.11431478e-04
0.380 2.94832731e-04
0.390 2.79278821e-04
0.400 2.64690352e-04
0.410 2.50995152e-04
0.420 2.38127530e-04
0.430 2.26027614e-04
0.440 2.14640757e-04
0.450 2.03917020e-04
0.460 1.93810700e-04
0.470 1.84279914e-04
0.480 1.75286231e-04
0.490 1.66794335e-04
0.500 1.58771732e-04
0.510 1.51188482e-04
0.520 1.44016961e-04
0.530 1.37231649e-04
0.540 1.30808934e-04
0.550 1.24726945e-04
0.560 1.18965394e-04
0.570 1.13505439e-04
0.580 1.08329554e-04
0.590 1.03421422e-04
0.600 9.87658278e-05
Tabelle H.2: Q2≡0.25 GeV2, Longitudinal L
0.000 3.61895983e-02
0.010 3.16946910e-02
0.020 2.78457868e-02
0.030 2.45402664e-02
0.040 2.16929956e-02
0.050 1.92331909e-02
0.060 1.71018689e-02
0.070 1.52497669e-02
0.080 1.36356452e-02
0.090 1.22248993e-02
0.100 1.09884224e-02
0.110 9.90167361e-03
0.120 8.94391117e-03
0.130 8.09756142e-03
0.140 7.34769845e-03
0.150 6.68161402e-03
0.160 6.08846154e-03
0.170 5.55896059e-03
0.180 5.08515145e-03
0.190 4.66019053e-03
0.200 4.27817972e-03
0.210 3.93402359e-03
0.220 3.62330975e-03
0.230 3.34220837e-03
0.240 3.08738756e-03
0.250 2.85594206e-03
0.260 2.64533295e-03
0.270 2.45333652e-03
0.280 2.27800098e-03
0.290 2.11760949e-03
0.300 1.97064881e-03
0.310 1.83578235e-03
0.320 1.71182721e-03
0.330 1.59773447e-03
0.340 1.49257217e-03
0.350 1.39551074e-03
0.360 1.30581035e-03
0.370 1.22281004e-03
0.380 1.14591821e-03
0.390 1.07460445e-03
0.400 1.00839237e-03
0.410 9.46853365e-04
0.420 8.89601204e-04
0.430 8.36287235e-04
0.440 7.86596236e-04
0.450 7.40242746e-04
0.460 6.96967845e-04
0.470 6.56536319e-04
0.480 6.18734158e-04
0.490 5.83366349e-04
0.500 5.50254916e-04
0.510 5.19237191e-04
0.520 4.90164279e-04
0.530 4.62899690e-04
0.540 4.37318135e-04
0.550 4.13304432e-04
0.560 3.90752550e-04
0.570 3.69564749e-04
0.580 3.49650809e-04
0.590 3.30927347e-04
0.600 3.13317195e-04
Tabelle H.3: Q2≡0.25 GeV2, Transversal T
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0.000 1.39100961e-03
0.010 1.26023403e-03
0.020 1.14390351e-03
0.030 1.04024477e-03
0.040 9.47718612e-04
0.050 8.64987305e-04
0.060 7.90886725e-04
0.070 7.24402493e-04
0.080 6.64649551e-04
0.090 6.10854649e-04
0.100 5.62341327e-04
0.110 5.18517004e-04
0.120 4.78861881e-04
0.130 4.42919391e-04
0.140 4.10287964e-04
0.150 3.80613924e-04
0.160 3.53585363e-04
0.170 3.28926830e-04
0.180 3.06394747e-04
0.190 2.85773431e-04
0.200 2.66871642e-04
0.210 2.49519586e-04
0.220 2.33566311e-04
0.230 2.18877437e-04
0.240 2.05333176e-04
0.250 1.92826614e-04
0.260 1.81262193e-04
0.270 1.70554402e-04
0.280 1.60626615e-04
0.290 1.51410082e-04
0.300 1.42843038e-04
0.310 1.34869925e-04
0.320 1.27440703e-04
0.330 1.20510240e-04
0.340 1.14037788e-04
0.350 1.07986500e-04
0.360 1.02323023e-04
0.370 9.70171226e-05
0.380 9.20413595e-05
0.390 8.73707985e-05
0.400 8.29827511e-05
0.410 7.88565475e-05
0.420 7.49733322e-05
0.430 7.13158835e-05
0.440 6.78684514e-05
0.450 6.46166135e-05
0.460 6.15471463e-05
0.470 5.86479098e-05
0.480 5.59077444e-05
0.490 5.33163784e-05
0.500 5.08643457e-05
0.510 4.85429106e-05
0.520 4.63440020e-05
0.530 4.42601524e-05
0.540 4.22844448e-05
0.550 4.04104633e-05
0.560 3.86322499e-05
0.570 3.69442646e-05
0.580 3.53413497e-05
0.590 3.38186981e-05
0.600 3.23718236e-05
Tabelle H.4: Q2≡2 GeV2, Longitudinal L
0.000 2.02129786e-03
0.010 1.77090867e-03
0.020 1.55661544e-03
0.030 1.37263240e-03
0.040 1.21417300e-03
0.050 1.07726789e-03
0.060 9.58617294e-04
0.070 8.55471207e-04
0.080 7.65531970e-04
0.090 6.86874917e-04
0.100 6.17883635e-04
0.110 5.57197021e-04
0.120 5.03665934e-04
0.130 4.56317612e-04
0.140 4.14326408e-04
0.150 3.76989687e-04
0.160 3.43707906e-04
0.170 3.13968145e-04
0.180 2.87330439e-04
0.190 2.63416417e-04
0.200 2.41899848e-04
0.210 2.22498737e-04
0.220 2.04968715e-04
0.230 1.89097499e-04
0.240 1.74700230e-04
0.250 1.61615548e-04
0.260 1.49702275e-04
0.270 1.38836609e-04
0.280 1.28909747e-04
0.290 1.19825852e-04
0.300 1.11500336e-04
0.310 1.03858381e-04
0.320 9.68336763e-05
0.330 9.03673387e-05
0.340 8.44069769e-05
0.350 7.89058907e-05
0.360 7.38223760e-05
0.370 6.91191245e-05
0.380 6.47627021e-05
0.390 6.07230961e-05
0.400 5.69733201e-05
0.410 5.34890693e-05
0.420 5.02484194e-05
0.430 4.72315624e-05
0.440 4.44205744e-05
0.450 4.17992124e-05
0.460 3.93527340e-05
0.470 3.70677397e-05
0.480 3.49320322e-05
0.490 3.29344931e-05
0.500 3.10649727e-05
0.510 2.93141927e-05
0.520 2.76736598e-05
0.530 2.61355883e-05
0.540 2.46928321e-05
0.550 2.33388224e-05
0.560 2.20675141e-05
0.570 2.08733364e-05
0.580 1.97511493e-05
0.590 1.86962040e-05
0.600 1.77041082e-05
Tabelle H.5: Q2≡2 GeV2, Transversal T
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0.000 6.16024923e-05
0.010 5.60887190e-05
0.020 5.11587136e-05
0.030 4.67435602e-05
0.040 4.27831088e-05
0.050 3.92247972e-05
0.060 3.60226369e-05
0.070 3.31363419e-05
0.080 3.05305776e-05
0.090 2.81743137e-05
0.100 2.60402658e-05
0.110 2.41044131e-05
0.120 2.23455813e-05
0.130 2.07450819e-05
0.140 1.92863997e-05
0.150 1.79549213e-05
0.160 1.67377003e-05
0.170 1.56232520e-05
0.180 1.46013764e-05
0.190 1.36630025e-05
0.200 1.28000534e-05
0.210 1.20053286e-05
0.220 1.12724006e-05
0.230 1.05955251e-05
0.240 9.96956199e-06
0.250 9.38990587e-06
0.260 8.85242576e-06
0.270 8.35341150e-06
0.280 7.88952688e-06
0.290 7.45776835e-06
0.300 7.05542854e-06
0.310 6.68006416e-06
0.320 6.32946760e-06
0.330 6.00164179e-06
0.340 5.69477797e-06
0.350 5.40723602e-06
0.360 5.13752689e-06
0.370 4.88429718e-06
0.380 4.64631521e-06
0.390 4.42245883e-06
0.400 4.21170439e-06
0.410 4.01311705e-06
0.420 3.82584197e-06
0.430 3.64909662e-06
0.440 3.48216371e-06
0.450 3.32438505e-06
0.460 3.17515588e-06
0.470 3.03391990e-06
0.480 2.90016477e-06
0.490 2.77341802e-06
0.500 2.65324348e-06
0.510 2.53923798e-06
0.520 2.43102838e-06
0.530 2.32826895e-06
0.540 2.23063895e-06
0.550 2.13784048e-06
0.560 2.04959652e-06
0.570 1.96564916e-06
0.580 1.88575802e-06
0.590 1.80969876e-06
0.600 1.73726184e-06
Tabelle H.6: Q2≡10 GeV2, Longitudinal L
0.000 2.92440654e-05
0.010 2.59554310e-05
0.020 2.30953945e-05
0.030 2.06019958e-05
0.040 1.84229203e-05
0.050 1.65139133e-05
0.060 1.48374659e-05
0.070 1.33617239e-05
0.080 1.20595821e-05
0.090 1.09079301e-05
0.100 9.88702368e-06
0.110 8.97996045e-06
0.120 8.17224132e-06
0.130 7.45140344e-06
0.140 6.80671240e-06
0.150 6.22890363e-06
0.160 5.70996488e-06
0.170 5.24295289e-06
0.180 4.82183861e-06
0.190 4.44137634e-06
0.200 4.09699284e-06
0.210 3.78469324e-06
0.220 3.50098107e-06
0.230 3.24279016e-06
0.240 3.00742650e-06
0.250 2.79251859e-06
0.260 2.59597495e-06
0.270 2.41594761e-06
0.280 2.25080083e-06
0.290 2.09908408e-06
0.300 1.95950883e-06
0.310 1.83092844e-06
0.320 1.71232080e-06
0.330 1.60277326e-06
0.340 1.50146954e-06
0.350 1.40767839e-06
0.360 1.32074363e-06
0.370 1.24007555e-06
0.380 1.16514332e-06
0.390 1.09546840e-06
0.400 1.03061871e-06
0.410 9.70203542e-07
0.420 9.13869085e-07
0.430 8.61294471e-07
0.440 8.12188287e-07
0.450 7.66285501e-07
0.460 7.23344736e-07
0.470 6.83145853e-07
0.480 6.45487815e-07
0.490 6.10186781e-07
0.500 5.77074413e-07
0.510 5.45996369e-07
0.520 5.16810959e-07
0.530 4.89387941e-07
0.540 4.63607458e-07
0.550 4.39359059e-07
0.560 4.16540856e-07
0.570 3.95058738e-07
0.580 3.74825686e-07
0.590 3.55761145e-07
0.600 3.37790464e-07
Tabelle H.7: Q2≡10 GeV2, Transversal T
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0.000 1.11297837e-05
0.010 1.01496441e-05
0.020 9.27187095e-06
0.030 8.48453016e-06
0.040 7.77718752e-06
0.050 7.14070954e-06
0.060 6.56709163e-06
0.070 6.04931011e-06
0.080 5.58119448e-06
0.090 5.15731719e-06
0.100 4.77289835e-06
0.110 4.42372321e-06
0.120 4.10607082e-06
0.130 3.81665212e-06
0.140 3.55255618e-06
0.150 3.31120360e-06
0.160 3.09030590e-06
0.170 2.88783022e-06
0.180 2.70196853e-06
0.190 2.53111084e-06
0.200 2.37382167e-06
0.210 2.22881968e-06
0.220 2.09495961e-06
0.230 1.97121670e-06
0.240 1.85667284e-06
0.250 1.75050448e-06
0.260 1.65197204e-06
0.270 1.56041054e-06
0.280 1.47522137e-06
0.290 1.39586500e-06
0.300 1.32185463e-06
0.310 1.25275047e-06
0.320 1.18815477e-06
0.330 1.12770734e-06
0.340 1.07108167e-06
0.350 1.01798141e-06
0.360 9.68137260e-07
0.370 9.21304239e-07
0.380 8.77259219e-07
0.390 8.35798738e-07
0.400 7.96737050e-07
0.410 7.59904389e-07
0.420 7.25145406e-07
0.430 6.92317783e-07
0.440 6.61290984e-07
0.450 6.31945138e-07
0.460 6.04170040e-07
0.470 5.77864252e-07
0.480 5.52934290e-07
0.490 5.29293904e-07
0.500 5.06863420e-07
0.510 4.85569154e-07
0.520 4.65342877e-07
0.530 4.46121341e-07
0.540 4.27845843e-07
0.550 4.10461835e-07
0.560 3.93918573e-07
0.570 3.78168795e-07
0.580 3.63168430e-07
0.590 3.48876341e-07
0.600 3.35254083e-07
Tabelle H.8: Q2≡20 GeV2, Longitudinal L
0.000 3.30935940e-06
0.010 2.95953587e-06
0.020 2.65248305e-06
0.030 2.38241312e-06
0.040 2.14438024e-06
0.050 1.93415128e-06
0.060 1.74809723e-06
0.070 1.58310195e-06
0.080 1.43648518e-06
0.090 1.30593780e-06
0.100 1.18946704e-06
0.110 1.08535027e-06
0.120 9.92095832e-07
0.130 9.08409913e-07
0.140 8.33168357e-07
0.150 7.65392776e-07
0.160 7.04230190e-07
0.170 6.48935694e-07
0.180 5.98857660e-07
0.190 5.53425092e-07
0.200 5.12136813e-07
0.210 4.74552183e-07
0.220 4.40283149e-07
0.230 4.08987403e-07
0.240 3.80362491e-07
0.250 3.54140738e-07
0.260 3.30084867e-07
0.270 3.07984209e-07
0.280 2.87651424e-07
0.290 2.68919649e-07
0.300 2.51640035e-07
0.310 2.35679592e-07
0.320 2.20919321e-07
0.330 2.07252576e-07
0.340 1.94583643e-07
0.350 1.82826488e-07
0.360 1.71903666e-07
0.370 1.61745361e-07
0.380 1.52288544e-07
0.390 1.43476232e-07
0.400 1.35256832e-07
0.410 1.27583573e-07
0.420 1.20413987e-07
0.430 1.13709467e-07
0.440 1.07434867e-07
0.450 1.01558146e-07
0.460 9.60500567e-08
0.470 9.08838670e-08
0.480 8.60351113e-08
0.490 8.14813694e-08
0.500 7.72020699e-08
0.510 7.31783137e-08
0.520 6.93927169e-08
0.530 6.58292697e-08
0.540 6.24732109e-08
0.550 5.93109134e-08
0.560 5.63297834e-08
0.570 5.35181688e-08
0.580 5.08652767e-08
0.590 4.83610997e-08
0.600 4.59963483e-08
Tabelle H.9: Q2≡20 GeV2, Transversal T
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